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Resumo
Neste trabalho estudamos modelos de dois dubletos de Higgs (2HDM) 1 com si-
metria extra local U(1). Mostramos como a simetria U(1) pode resolver o problema da
troca de sabor na corrente neutra, que surge neste modelo devido a` presenc¸a dos escalares
extras. Descrevemos como as anomalias provenientes da adic¸a˜o dessa nova simetria lo-
cal podem ser canceladas nos va´rios tipos de 2HDM. Posteriormente estudamos um tipo
particular de 2HDM, em que os fe´rmions sa˜o todos neutros por U(1), conhecido como
Dark 2HDM. Discutimos as caracter´ısticas desse modelo e a sua fenomenologia nos ace-
leradores, avaliando os v´ınculos provenientes de diversos experimentos em altas energias
e discutindo a viabilidade de Z ′, bo´son de gauge de U(1), ser leve (mZ′ . O(1) GeV),
motivada pela explicac¸a˜o de anomalias astrof´ısicas no contexto da mate´ria escura.
Palavras-chave: Modelo Padra˜o, dubleto de Higgs, simetria U(1), bo´son Z ′.
12HDM - Two Higgs Doublet Model.
xi
Abstract
In this work we study two Higgs doublet models (2HDM) with extra local U(1)
symmetry. We show how the U(1) symmetry can solve the problem of flavor changing
neutral currents, which arises in this model due to the presence of extra scalars. We
describe how the anomalies from the addition of this new local symmetry can be cance-
led in various 2HDM types. Subsequently we study a particular type of 2HDM, wherein
fermions are all neutral by U(1), known as Dark 2HDM. We discuss the features of this
model and its phenomenology in accelerators, assessing the constraints coming from se-
veral high energy experiments and discussing the feasibility of Z ′, the U(1) gauge boson,
to be light (mZ′ . O(1) GeV), motivated by the explanation of astrophysical anomalies
in the context of dark matter.
Keywords: Standard Model, Higgs doublet, U(1) symmetry, Z ′ boson.
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Introduc¸a˜o
A teoria que melhor explica as diversas part´ıculas elementares, constituintes fun-
damentais da mate´ria, e suas interac¸o˜es e´ conhecida como Modelo Padra˜o das Interac¸o˜es
Eletrofracas e Fortes (MP). Ela descreve com enorme precisa˜o os va´rios fenoˆmenos relacio-
nados a`s part´ıculas elementares, tendo resistido a inu´meros testes experimentais realizados
ao longo das u´ltimas de´cadas.
Pode-se dizer que a sua formulac¸a˜o teve origem a partir da teoria de Fermi do
decaimento β, a qual tentava descrever o processo n→ p+ + e− + ν¯e como uma interac¸a˜o
de quatro fe´rmions. A partir de enta˜o, muitas outras ide´ias foram incorporadas ate´ se
chegar a` versa˜o moderna, tambe´m conhecida como modelo de Glashow-Weinberg-Salam.
Todas as predic¸o˜es da teoria teˆm sido confirmadas experimentalmente, a u´ltima delas em
2012 no LHC, com a confirmac¸a˜o da existeˆncia de um escalar fundamental de massa 125
GeV, o chamado bo´son de Higgs 2.
Apesar de todo o sucesso fenomenolo´gico, a teoria apresenta alguns problemas, de
modo que a opinia˜o praticamente consensual e´ que o MP na˜o pode ser a u´ltima teoria sobre
as interac¸o˜es fundamentais, tendo portanto que ser estendido. Do ponto de vista formal da
teoria quaˆntica de campos, o MP apresenta um po´lo de Landau [1, 2], que para qualquer
teoria que tenha a pretensa˜o de ser completa, e´ um sinal de inconsisteˆncia matema´tica.
A teoria possuir um po´lo de Landau significa que a constante de acoplamento se torna
infinita para uma energia suficientemente grande (ou, equivalentemente, uma distaˆncia
suficientemente pequena), de modo que a partir desta energia (distaˆncia) a teoria na˜o e´
mais va´lida.
Outro fato que tambe´m indica que o MP na˜o e´ a teoria final, e´ que ele na˜o inclui a
2Na˜o esta´ descartada a possibilidade de a part´ıcula escalar de massa 125 GeV encontrada no LHC na˜o
ser o Higgs previsto pelo MP, podendo ser apenas uma de muitas outras part´ıculas escalares previstas
em modelos com setor escalar estendido.
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gravitac¸a˜o (apesar de isto na˜o ser uma exigeˆncia obrigato´ria). Como a escala de energia
natural da gravitac¸a˜o quaˆntica e´ a escala de Planck mpl = G
− 1
2 = 1.2× 1019 GeV (G e´ a
constante gravitacional), uma possibilidade natural e´ supor que o po´lo de Landau do MP
se encontre em uma energia acima da escala de Planck, e que ele desaparec¸a de alguma
forma na teoria completa que inclua a gravitac¸a˜o quaˆntica. Assim sendo, poder´ıamos
escrever a lagrangiana efetiva desta teoria em baixas energias como sendo a lagrangiana
do MP somada a va´rios termos de operadores efetivos On de dimensa˜o-n suprimidos pela
massa de Planck [3],
L = LMP +
∑
n=5
On
mn−4pl
. (1)
Esses operadores efetivos levariam a va´rios efeitos f´ısicos que na˜o podem ser descritos
pelo MP, podendo assim explicar alguns de seus problemas fenomenolo´gicos, como por
exemplo a existeˆncia da massa dos neutrinos. Entretanto, pode-se mostrar [3] que nesse
caso espec´ıfico, esses operadores efetivos predizem um valor para a massa dos neutrinos
muito pequeno, ja´ descartado pelas observac¸o˜es, de modo que esta na˜o e´ uma explicac¸a˜o
via´vel.
Argumentos como este fornecem uma so´lida indicac¸a˜o de que o MP dificilmente
seja uma teoria efetiva consistente em toda a faixa de energias entre a escala eletrofraca
(O (102 GeV)) e a escala de Planck (O (1019 GeV)), devendo haver portanto, uma escala
de energia intermedia´ria. Ha´, ale´m disso, bons ind´ıcios de que esta escala pode ser bastante
pro´xima da escala eletrofraca.
Ale´m do problema do po´lo de Landau (que pode ser resolvido em energias bas-
tante elevadas), o MP apresenta outros problemas, tanto teo´ricos como observacionais.
Os principais fenoˆmenos f´ısicos observados sem explicac¸a˜o no MP sa˜o: a massa dos neutri-
nos, existeˆncia da mate´ria escura e a origem da assimetria mate´ria-antimate´ria. Do lado
teo´rico, podemos citar: na˜o violac¸a˜o de CP na interac¸a˜o forte e o problema da hierarquia.
Estes problemas teo´ricos na˜o levam a inconsisteˆncias nem a desacordo com os ex-
perimentos, mas tornam o modelo insatisfato´rio muito mais devido a` falta de naturalidade
com que certos fenoˆmenos sa˜o explicados. O problema da hierarquia [4], em particular,
esta´ relacionado a` instabilidade da massa do Higgs frente a correc¸o˜es quaˆnticas, o que
naturalmente levaria ela a ser da ordem da massa de Planck. Como o seu valor real e´
va´rias ordens de magnitude menor, de alguma forma essas correc¸o˜es devem se cancelar.
No MP, isso e´ conseguido apenas se os paraˆmetros forem ajustados minuciosamente, o que
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na˜o parece ser muito plaus´ıvel. Ja´ em alguns modelos de f´ısica ale´m do MP, tais como
os que incluem a supersimetria, o cancelamento e´ conseguido naturalmente pela adic¸a˜o
de novas part´ıculas, que cancelam a contribuic¸a˜o umas das outras, mantendo o valor da
massa do Higgs pequeno. A resoluc¸a˜o do problema da hierarquia requer que exista nova
f´ısica numa escala de energia pro´xima a` escala eletrofraca, fornecendo ind´ıcios de que o
MP deve ser estendido ja´ na escala dos TeV.
Ale´m do problema da hierarquia, o problema da mate´ria escura tambe´m pode
ser resolvido com nova f´ısica na escala dos TeV ou abaixo, por meio dos WIMPs [5]
(part´ıculas massivas fracamente interagentes). Desta forma, tem-se buscado extenso˜es do
MP em escalas de energias bem menores que a escala de Planck, as quais esta˜o ao alcance
dos aceleradores atuais, podendo assim ser testados. Tais modelos na˜o teˆm a ambic¸a˜o de
ser teorias completas, pore´m eles podem ser teorias efetivas em baixas energias da teoria
fundamental.
Nesta dissertac¸a˜o, estudamos extenso˜es do MP tanto no setor escalar quanto no
setor de gauge. Estruturamos este trabalho da seguinte maneira:
No cap´ıtulo 1 fazemos uma revisa˜o do MP, destacando a importaˆncia do princ´ıpio
de gauge na construc¸a˜o da teoria, bem como o mecanismo de quebra espontaˆnea de
simetria responsa´vel pela gerac¸a˜o das massas dos bo´sons de gauge e dos fe´rmions.
No cap´ıtulo 2 estudamos o modelo de dois dubletos de Higgs (2HDM), no qual
o setor escalar do MP e´ estendido, adicionando-se um novo dubleto escalar de SU(2).
Revisamos as principais caracter´ısticas desse modelo, focando nos setores escalar e de
Yukawa. Destacamos o seu espectro f´ısico e os va´rios tipos de 2HDM com simetria discreta
Z2. Posteriormente, discutimos as consequeˆncias da substituic¸a˜o desta simetria discreta
pela simetria cont´ınua do grupo U(1), mostrando neste u´ltimo caso, no apeˆndice A, como
os modelos podem ser livres de anomalias.
No capitulo 3 consideramos um tipo particular de 2HDM com simetria U(1), sob
a qual as part´ıculas do MP sa˜o todas neutras, chamado Dark 2HDM. Apresentamos as
principais caracter´ısticas do modelo, e alguns aspectos fenomenolo´gicos nos experimentos
de altas energias. Nos apeˆndices B e C demonstramos algumas equac¸o˜es usadas ao longo
do cap´ıtulo 3.
O cap´ıtulo 4 e´ reservado para as nossas considerac¸o˜es finais.
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Cap´ıtulo 1
O Modelo Padra˜o da F´ısica de
Part´ıculas
De acordo com o conhecimento cient´ıfico atual, ha´ quatro interac¸o˜es fundamentais
na Natureza: forte, fraca, eletromagne´tica e gravitacional. As treˆs primeiras sa˜o descri-
tas por teorias quaˆnticas de campos e compartilham os seus princ´ıpios fundamentais em
comum, sendo por isso reunidas sob um mesmo paradigma teo´rico, denominado Modelo
Padra˜o (MP). A gravitac¸a˜o na˜o se inclui neste esquema porque ainda na˜o se estabeleceu
uma maneira satisfato´ria para descreveˆ-la quanticamente, muito devido a` falta de expe-
rimentos para testar as diversas propostas teo´ricas. Ale´m disso, por ser bastante fraca
comparada com as outras interac¸o˜es, ela e´ frequentemente ignorada no contexto da F´ısica
de Part´ıculas, pois espera-se que ela se torne importante apenas em energias da ordem da
escala de Planck.
O MP foi desenvolvido na segunda metade do se´culo passado, grac¸as a`s contri-
buic¸o˜es de diversos f´ısicos. Algumas das mais decisivas foram dadas por Glashow [6] em
1961, que descobriu uma maneira de combinar as interac¸o˜es fraca e eletromagne´tica e em
1967 quando Weinberg e Salam [7, 8] incorporaram o mecanismo de Higgs ao modelo de
Glashow, resolvendo a inconsisteˆncia que havia em relac¸a˜o a`s massas dos bo´sons vetoriais
W e Z, mediadores da interac¸a˜o fraca. O modelo ganhou solidez com a demonstrac¸a˜o
rigorosa da renormalizabilidade feita por ’t Hooft em 1971 [9, 10], com a descoberta da
corrente neutra em 1973 [11, 12] e com a detecc¸a˜o experimental dos bo´sons W e Z em 1983
[13, 14], com as massas corretas previstas teoricamente. Dessa maneira estabeleceu-se a
descric¸a˜o unificada consistente das interac¸o˜es eletromagne´tica e fraca, ou simplesmente,
interac¸a˜o eletrofraca.
Na mesma e´poca, a descoberta de novos tipos de hadrons na˜o presentes na mate´ria
ordina´ria em experimentos com raios co´smicos e em aceleradores de part´ıculas, motivou a
formulac¸a˜o do modelo dos quarks por Gell-Mann [15] e Zweig [16] em 1964, possibilitando
interpretar todos estes hadrons observados como sendo estados ligados de part´ıculas de
spin-1/2, com cargas ele´tricas fraciona´rias em relac¸a˜o a` carga do ele´tron. Este modelo
ganhou popularidade apesar de os quarks serem considerados ate´ enta˜o apenas um artif´ıcio
matema´tico, devido ao fato de nenhum experimento ter sido capaz de detectar quarks
livres. Esse problema foi resolvido com o desenvolvimento da Cromodinaˆmica Quaˆntica
(QCD) 1, pela qual a interac¸a˜o forte passou a ser descrita como sendo mediada por bo´sons
sem massa de spin-1 (gluons) que se acoplam a part´ıculas que possuem carga de cor. O
fato de a teoria prever que os pro´prios gluons possuem carga de cor conduz ao fenoˆmeno
do confinamento 2, explicando o porqueˆ de quarks livres na˜o serem detectados. Ale´m
disso, a descoberta da liberdade assinto´tica em 1973 por Gross, Wilczek [17] e Politzer
[18], possibilitou o uso de me´todos perturbativos na QCD em altas energias, permitindo
previso˜es precisas da teoria e a comparac¸a˜o com os experimentos, consolidando a QCD
como a teoria das interac¸o˜es fortes.
O que essas teorias teˆm em comum e´ que elas sa˜o formuladas de acordo com um
mesmo postulado fundamental, o chamado princ´ıpio de gauge [19]. Este princ´ıpio afirma,
simplificadamente, que a invariaˆncia de uma teoria de campos por um conjunto espec´ıfico
de transformac¸o˜es, chamadas transformac¸o˜es de gauge 3, determina a forma como os
campos da teoria interagem. O exemplo mais simples e claro de como isto acontece e´ o
caso da Eletrodinaˆmica Quaˆntica (QED) 4. Partindo-se da lagrangiana de Dirac para um
fe´rmion livre de massa m,
L = ψ¯iγµ∂µψ +mψ¯ψ, (1.1)
e´ facil verificar que ela e´ invariante por uma transformac¸a˜o global do grupo U(1),
ψ → ψ′ = eiαψ
ψ¯ → ψ¯′ = ψ¯e−iα,
(1.2)
1QCD - Quantum Chromodynamics.
2O confinamento estabelece que part´ıculas observa´veis devem ter cargas de cor nulas.
3A palavra“gauge”tem origem na l´ıngua inglesa e pode ser traduzida como sendo“calibre”. Entretanto,
como o termo em ingleˆs e´ de uso bastante comum, preferimos neste trabalho manteˆ-lo sem traduc¸a˜o.
4QED - Quantum Electrodynamics.
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com α constante. Quando fazemos com que α dependa das coordenadas espac¸o-temporais
a transformac¸a˜o (1.2) e´ dita ser local e, neste caso, a lagrangiana (1.1) na˜o e´ mais invari-
ante, devido a` derivada de α na˜o mais se anular. Se mesmo assim insistirmos na invariaˆncia
da lagrangiana pela transformac¸a˜o local (1.2), somos obrigados a adicionar na teoria um
campo de spin-1, Aµ, que se transforma da seguinte maneira,
Aµ → A′µ = Aµ + ∂µα (x) . (1.3)
Nos referimos ao conjunto de transformac¸o˜es (1.2) e (1.3) como transformac¸a˜o de gauge.
Obtemos uma lagrangiana invariante por esta transformac¸a˜o substituindo a derivada or-
dina´ria ∂µ em (1.1) pela derivada covariante Dµ,
Dµ = ∂µ + iqAµ, (1.4)
pois Dµψ se transforma como o pro´prio campo ψ,
Dµψ → (Dµψ)′ = eiαDµψ. (1.5)
O resultado e´ a lagrangiana da QED,
LQED = ψ¯iγµDµψ +mψ¯ψ + FµνF µν , (1.6)
onde o termo cine´tico FµνF
µν foi adicionado para conferir dinaˆmica a Aµ, com Fµν =
∂µAν − ∂νAµ. A lagrangiana (1.6) conte´m o termo de interac¸a˜o,
Lint = −qψ¯γµψAµ, (1.7)
o qual descreve corretamente a interac¸a˜o entre fe´rmions carregados (ele´trons, por exemplo)
mediada pelo bo´son de gauge Aµ (fo´ton). Em resumo, o requerimento de invariaˆncia da
teoria pela transformac¸a˜o de gauge induz o aparecimento do termo de interac¸a˜o (1.7), o
qual possui uma forma espec´ıfica determinada pela forma da derivada covariante de U(1).
Diz-se enta˜o que a QED e´ a teoria de gauge baseada no grupo U(1)em.
De maneira similar, obtemos a descric¸a˜o das interac¸o˜es fortes e eletrofracas apli-
cando o princ´ıpio de gauge para os grupos na˜o abelianos SU(3)C e SU(2)L ⊗ U(1)Y ,
respectivamente. Juntas, estas teorias compo˜em o MP, que e´ a teoria de gauge baseada
no grupo de simetria SU(3)C ⊗ SU(2)L ⊗ U(1)Y , a qual descreve todas as interac¸o˜es co-
nhecidas (exceto a gravitac¸a˜o) entre os diversos tipos de part´ıculas elementares: le´ptons,
quarks, bo´sons de gauge e escalares. Nesta dissertac¸a˜o na˜o discutiremos a parte relativa
ao grupo SU(3)C correspondente a`s interac¸o˜es fortes, nos concentrando apenas no setor
eletrofraco da teoria, correspondente ao grupo SU(2)L ⊗ U(1)Y .
3
1.1 Interac¸o˜es Eletrofracas
A aplicac¸a˜o do princ´ıpio de gauge para a interac¸a˜o eletrofraca se faz ate´ certo
ponto de forma ana´loga ao que foi feito para a QED. Ao exigirmos a invariaˆncia por
transformac¸o˜es locais do grupo SU(2)⊗U(1) e´ necessa´ria a introduc¸a˜o de quatro bo´sons de
gauge (correspondentes aos quatro geradores do grupo), de modo que a derivada covariante
e´ dada por,
Dµ = ∂µ + igT
aW aµ + ig
′Y
2
Bµ, (1.8)
onde Bµ e W
a
µ sa˜o os campos de gauge (a = 1, 2, 3), g e g
′ sa˜o constantes de acoplamento,
Y e´ a hipercarga fraca e T a sa˜o os geradores de SU(2), com
T a =
σa
2
(1.9)
onde σa sa˜o as matrizes de Pauli.
A derivada covariante (1.8) dara´ origem aos termos de interac¸a˜o da teoria. Entre-
tanto, eles na˜o sa˜o obtidos diretamente como na QED, devido ao fato de as componentes
quirais dos campos fermioˆnicos,
ψL =
1
2
(1− γ5)ψ
ψR =
1
2
(1 + γ5)ψ,
(1.10)
transformarem-se, cada uma, de forma diferente por SU(2) ⊗ U(1). A escolha da repre-
sentac¸a˜o adequada de cada componente, determinada fenomenologicamente [20, 21, 22,
23, 24], sera´ mostrada na pro´xima sec¸a˜o.
Podemos escrever a lagrangiana do setor eletrofraco do MP compactamente da
seguinte maneira,
LMP = Lfe´rmion + Lgauge + Lescalar + Lyukawa. (1.11)
Por construc¸a˜o ela e´ invariante de Lorentz, renormaliza´vel e invariante de gauge pelo
grupo SU(2)L ⊗ U(1)Y . Cada um dos termos em (1.11) sera´ discutido no decorrer deste
cap´ıtulo.
1.1.1 O Setor de Fe´rmions
As part´ıculas de mate´ria fundamentais atualmente conhecidas sa˜o classificadas em
dois grupos: quarks e le´ptons. Os seis sabores de quarks - up, down, charm, strange, top
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e bottom - participam de todas as interac¸o˜es e podem ser encontrados em treˆs estados
de cor distintos (convencionalmente, vermelho, verde e azul). Ja´ os le´ptons - ele´tron,
muon, tau e seus respectivos neutrinos - sa˜o singletos de cor e por isso na˜o participam da
interac¸a˜o forte.
No MP os fe´rmions de ma˜o esquerda esta˜o na representac¸a˜o de dubleto do grupo
SU(2)L, enquanto que os fe´rmions de ma˜o direita, na representac¸a˜o de singleto. Denota-
mos os le´ptons da seguinte maneira,
LiL =
νi
ei

L
, eiR,
onde,
ν1 = νe, ν
2 = νµ, ν
3 = ντ
e1 = e, e2 = µ, e3 = τ,
e os quarks,
QiL =
ui
di

L
, uiR, d
i
R,
onde,
u1 = u, u2 = c, u3 = t
d1 = d, d2 = s, d3 = b.
Os fe´rmions sa˜o descritos na equac¸a˜o (1.11) pelo termo Lfe´rmion, o qual se escreve
Lfe´rmion =
∑
fe´rmions
Ψ¯LiγµDµΨ
L + Ψ¯RiγµDµΨ
R, (1.12)
onde Ψ representa genericamente os diversos campos fermioˆnicos, ΨR = eR, uR, dR e
ΨL = LL, QL. Note que um termo de massa de Dirac mΨ¯Ψ = m
(
Ψ¯LΨR + Ψ¯RΨL
)
na˜o
pode ser inclu´ıdo em Lfe´rmion devido a`s componentes ΨL e ΨR se transformarem de forma
diferente por SU(2)L ⊗ U(1)Y :
ΨL → Ψ′L = e[iTaαa+iY2 β]ΨL
Ψ¯L → Ψ¯′L = Ψ¯Le[−iTaαa−iY2 β]
ΨR → Ψ′R = eiY2 βΨR
Ψ¯R → Ψ¯′R = Ψ¯Re−iY2 β
DµΨ
L → (DµΨL)′ = e[iTaαa+iY2 β]DµΨL
DµΨ
R → (DµΨR)′ = eiY2 βDµΨR,
(1.13)
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fazendo com que mΨ¯Ψ na˜o seja invariante. A inclusa˜o de termos de massa para os
fe´rmions sera´ discutida na sec¸a˜o 1.3.
Os fe´rmions podem ainda ser agrupados em famı´lias, ou gerac¸o˜es. Os fe´rmions da
1a gerac¸a˜o, 
νe
e

L
, eR ,
u
d

L
, uR , dR
 ,
constituem a mate´ria ordina´ria: quarks up e down compo˜em pro´tons e neˆutrons que
juntamente com ele´trons formam todos os elementos qu´ımicos conhecidos; neutrinos do
ele´tron sa˜o naturalmente produzidos em reac¸o˜es nucleares, como no decaimento beta. Ja´
as part´ıculas da 2a gerac¸a˜o,
νµ
µ

L
, µR ,
c
s

L
, cR , sR
 ,
e da 3a gerac¸a˜o, 
ντ
τ

L
, τR ,
t
b

L
, tR , bR
 ,
sa˜o “co´pias” mais pesadas da 1a. Elas sa˜o encontradas naturalmente em raios co´smicos ou
produzidas em aceleradores, decaindo rapidamente nas part´ıculas da 1a gerac¸a˜o.
Fe´rmion T3 Y Q
eL -1/2 -1 -1
eR 0 -2 -1
νL 1/2 -1 0
dL -1/2 1/3 -1/3
dR 0 -2/3 -1/3
uL 1/2 1/3 2/3
uR 0 4/3 2/3
Tabela 1.1: Nu´meros quaˆnticos dos campos fermioˆnicos no MP.
Os nu´meros quaˆnticos dos campos fermioˆnicos da 1a gerac¸a˜o sa˜o dados na tabela
1.1, onde T3 representa a terceira componente do isospin fraco, Y e´ a hipercarga fraca e Q
a carga ele´trica. Estes nu´meros quaˆnticos se repetem de forma ideˆntica para as part´ıculas
correspondentes das outras gerac¸o˜es.
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1.1.2 O Setor de Gauge
Ao introduzirmos os bo´sons de gauge Bµ e W
a
µ na derivada covariante (1.8), deve-
mos adicionar termos cine´ticos para estas part´ıculas, os quais constituem o termo Lgauge
da equac¸a˜o (1.11),
Lgauge = −1
4
GaµνG
aµν − 1
4
BµνB
µν , (1.14)
onde Bµν = ∂µBν − ∂νBµ e Gaµν = ∂µW aν − ∂νW aµ + gabcW bµW cν , com a, b, c = 1, 2, 3. Essa
lagrangiana e´ invariante por transformac¸o˜es de gauge, que infinitesimalmente assumem a
forma,
W aµ → W ′µa = W aµ −
1
g
∂µα
a − abcαbW cµ
Bµ → B′µ = Bµ + ∂µβ.
(1.15)
Observe que, novamente, na˜o podemos adicionar termos de massa do tipo m2WW
a
µW
µa,
pois eles violam explicitamente a simetria,
W aµW
µa →
(
W aµ −
1
g
∂µα
a − abcαbW cµ
)(
W µa − 1
g
∂µα
a − abcαbW µc
)
. (1.16)
Entretanto, dos quatro bo´sons de gauge, apenas o fo´ton realmente na˜o possui massa.
Experimentalmente sabe-se que os bo´sons mediadores da interac¸a˜o fraca sa˜o bastante
massivos, o que e´ evidenciado pelo alcance extremamente curto desta interac¸a˜o. A soluc¸a˜o
para este problema da massa dos bo´sons de gauge sera´ discutido na pro´xima sec¸a˜o.
1.2 O Setor Escalar e Mecanismo de Higgs
Conforme mostrado nas sec¸o˜es anteriores, termos de massa para fe´rmions e bo´sons
de gauge violam explicitamente a simetria do grupo SU(2)L ⊗ U(1)Y , tendo assim que
ser eliminados da lagrangiana. A soluc¸a˜o para essa situac¸a˜o insatisfato´ria requer a busca
por meios alternativos de gerar esses termos de massa sem comprometer a invariaˆncia da
teoria.
A maneira encontrada por Higgs [25], Englert e Brout [26] para gerar massa para
bo´sons de gauge em uma teoria abeliana (adaptada posteriormente para o caso da inte-
rac¸a˜o eletrofraca por Weinberg e Salam), foi por meio do chamado mecanismo de Higgs.
O ingrediente fundamental deste mecanismo e´ a quebra espontaˆnea de simetria (QES),
que ocorre quando o estado de va´cuo da teoria na˜o e´ invariante pelas mesmas transfor-
mac¸o˜es de simetria da lagrangiana. Pelo teorema de Goldstone [27, 28], sabe-se que a
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quebra espontaˆnea de uma simetria cont´ınua global leva inevitavelmente ao aparecimento
de bo´sons escalares sem massa no espectro f´ısico (os chamados bo´sons de Goldstone). En-
tretanto, no caso de simetrias locais, os graus de liberdade correspondentes a esses bo´sons
sa˜o incorporados aos bo´sons de gauge, aparecendo como componentes longitudinais destes
e conferindo-lhes massa.
Para a implementac¸a˜o do mecanismo de Higgs e´ necessa´rio que se introduza part´ı-
culas escalares na teoria, pois este tipo de campo pode adquirir um valor esperado de va´cuo
(VEV) na˜o nulo sem violar a simetria de Lorentz. No MP, o setor escalar e´ constitu´ıdo
por um dubleto de SU(2)L,
Φ =
φ+
φ0
 , (1.17)
onde φ+ e φ0 sa˜o campos escalares complexos.
1.2.1 Quebra Espontaˆnea de Simetria
A lagrangiana que descreve o setor escalar no MP e´ a seguinte,
Lescalar = (DµΦ)†DµΦ− V (Φ) , (1.18)
com o potencial V (Φ) renormaliza´vel mais geral dado por,
V (Φ) = µ2Φ†Φ + λ
(
Φ†Φ
)2
, (1.19)
onde µ e´ uma constante com dimensa˜o de massa e λ e´ uma constante de auto-interac¸a˜o
adimensional, a qual deve cumprir com o v´ınculo λ > 0, devido a` condic¸a˜o de estabilidade
do potencial (de outra forma V (Φ) na˜o seria limitado por baixo). A configurac¸a˜o de
campo que leva ao estado de mı´nima energia, denotada por 〈Φ〉0, dependera´ do sinal de
µ2. Quando µ2 > 0, V (Φ) tem um mı´nimo na origem,
〈Φ〉0 ≡ 〈0|Φ|0〉 =
0
0
 , (1.20)
e, neste caso, a simetria na˜o e´ violada, pois os geradores de SU(2)L ⊗ U(1)Y aniquilam o
va´cuo trivialmente,
G〈Φ〉0 = 0, (1.21)
de modo que 〈Φ〉0 e´ deixado invariante por uma transformac¸a˜o deste grupo:
eiαG〈Φ〉0 =
(
1 + iαG +
(
i
2!
)2
α2G2 + ...
)
〈Φ〉0 = 〈Φ〉0, (1.22)
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onde G representa qualquer um dos geradores T 1, T 2, T 3 e Y . Entretanto, para o caso
µ2 < 0, o potencial tera´ um mı´nimo em
〈Φ〉†0〈Φ〉0 = −
µ2
2λ
. (1.23)
Parametrizando Φ da seguinte forma,
Φ =
 φ+
(v +H + iG0) /
√
2
 , (1.24)
a condic¸a˜o de mı´nimo (1.23) e´ atendida fazendo φ+ = G0 = H = 0, ou seja, no estado
de mı´nima energia esses campos se anulam, o que e´ equivalente a dizer que eles possuem
VEVs nulos, 〈φ+〉 = 〈G0〉 = 〈H〉 = 0. Desse modo,
〈Φ〉0 = 1√
2
0
v
 , (1.25)
onde v =
√−µ2/λ e´ o VEV do campo φ0, ou seja, v = 〈0|φ0|0〉. Nesta situac¸a˜o ocorrera´
a QES pois o estado de va´cuo 〈Φ〉0 na˜o e´ mais invariante:
T 1〈Φ〉0 = 1
2
0 1
1 0
 0
v/
√
2
 =
v/2√2
0
 6= 0
T 2〈Φ〉0 = 1
2
0 −i
i 0
 0
v/
√
2
 =
−iv/2√2
0
 6= 0
T 3〈Φ〉0 = 1
2
1 0
0 −1
 0
v/
√
2
 =
 0
−v/2√2
 6= 0
(1.26)
Y 〈Φ〉0 = Y
 0
v/
√
2
 6= 0.
Apesar das equac¸o˜es acima mostrarem que todos os geradores de SU(2)L ⊗ U(1)Y sa˜o
quebrados pelo va´cuo 〈Φ〉0, o subgrupo U(1)em deve permanecer como simetria da teoria
porque estamos obrigados a recuperar a QED apo´s a QES, de modo que ela deve se dar
da seguinte forma SU(2)L⊗U(1)Y −→ U(1)em, mantendo ao final a conservac¸a˜o da carga
ele´trica e a massa nula do fo´ton. Ha´ enta˜o um gerador na˜o-quebrado correspondente a`
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simetria U(1)em, o qual deve estar conectado de alguma forma aos geradores de SU(2)L⊗
U(1)Y . Definimos o operador carga ele´trica Q como uma combinac¸a˜o linear dos geradores
diagonais de SU(2)L ⊗ U(1)Y por meio da relac¸a˜o de Gell-Mann - Nishijima,
Q = T 3 +
Y
2
, (1.27)
a qual expressa de forma clara e sintetizada a conexa˜o existente entre as interac¸o˜es ele-
tromagne´tica e fraca. Por meio desta relac¸a˜o fixamos os valores das hipercargas fracas
das diversas part´ıculas, conhecidos os valores correspondentes de Q e T3 (assim foram
determinados todos os valores de Y dos campos fermioˆnicos apresentados na tabela 1.1).
O fato de o va´cuo ser eletricamente neutro requer que fixemos a carga ele´trica
do campo φ0 (que desenvolve VEV) como sendo zero, pois de outra forma ter´ıamos um
va´cuo eletricamente carregado. Como a terceira componente do isospin fraco de φ0 vale
T3 = −1/2, conclu´ımos que a hipercarga de Φ deve ser YΦ = 1. Aplicando a relac¸a˜o (1.27)
tambe´m a φ+, que possui T3 = +1/2, deduzimos que sua carga ele´trica vale Qφ+ = +1
(justificando a notac¸a˜o utilizada em (1.17) para as componentes do dubleto Φ). Vemos
ainda que o operador carga ele´trica definido da forma (1.27) de fato aniquila 〈Φ〉0,
Q〈Φ〉0 =
(
T 3 +
Y
2
)
〈Φ〉0 =
1 0
0 0
 0
v/
√
2
 =
0
0
 . (1.28)
Voltando agora ao potencial, podemos determinar as massas para os campos es-
calares introduzidos em (1.24). Substituindo a parametrizac¸a˜o (1.24) na expressa˜o do
potencial (1.19) e calculando as derivadas segundas de V (Φ) em relac¸a˜o aos campos H,
G0 e φ+, obtemos
mH =
√
2λv2 =
√
−2µ2
mG0 = 0 (1.29)
mφ± = 0.
Vemos assim que G0 e φ± sa˜o bo´sons de Goldstone, os quais sera˜o responsa´veis pelas mas-
sas dos bo´sons W+, W− e Z. O u´nico escalar f´ısico remanescente da QES e´ H, o chamado
bo´son de Higgs. Podemos eliminar os bo´sons de Goldstone da teoria por meio de uma
escolha de gauge conveniente, chamado de gauge unita´rio. Primeiro reparametrizamos Φ
da seguinte maneira,
Φ = eiT
aζa/v
 0
(v +H) /
√
2
 .
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Depois, cancelamos o fator exponencial fazendo uma transformac¸a˜o de SU(2) adequada,
Φ −→ e−iTaζa/vΦ,
obtendo assim,
Φ =
 0
(v +H) /
√
2
 . (1.30)
Temos enta˜o Φ escrito de forma simples em termos apenas do escalar f´ısico H, o que sera´
conveniente para as sec¸o˜es que seguem.
1.2.2 Bo´sons de Gauge F´ısicos
Nesta sec¸a˜o estamos interessados na origem dos termos de massa para os bo´sons de
gauge mediadores da interac¸a˜o fraca. Eles sa˜o decorrentes do termo cine´tico (DµΦ)†DµΦ
da lagrangiana (1.18), o qual acopla os escalares com os bo´sons de gauge. Escrevemos a
derivada covariante (1.8) explicitamente,
Dµ = ∂µ + i
g
2
0 1
1 0
W 1µ +
0 −i
i 0
W 2µ +
1 0
0 −1
W 3µ
+ ig′Y
2
1 0
0 1
Bµ
Dµ =
∂µ + ig2W 3µ + ig′2 Y Bµ ig√2W+µ
ig√
2
W−µ ∂µ − ig2W 3µ + ig
′
2
Y Bµ
 , (1.31)
onde introduzimos os campos,
W±µ =
1√
2
(
W 1µ ∓ iW 2µ
)
. (1.32)
Aplicando Dµ ao dubleto Φ apo´s a QES e no gauge unita´rio (lembrando que YΦ = 1),
temos
DµΦ =
1√
2
∂µ + ig2W 3µ + ig′2 Bµ ig√2W+µ
ig√
2
W−µ ∂µ − ig2W 3µ + ig
′
2
Bµ
 0
v +H
 .
Como estamos interessados apenas nos termos de massa, os quais se originam do VEV
na˜o nulo de Φ, vamos ignorar os termos que conteˆm ∂µ (termos cine´ticos do bo´son de
Higgs) e H (termos de interac¸a˜o do Higgs com os bo´sons de gauge) pois estes termos na˜o
contribuem para a gerac¸a˜o de massa. Assim,
DµΦ =
i
2
√
2
gW 3µ + g′Bµ √2gW+µ√
2gW−µ −gW 3µ + g′Bµ
0
v

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DµΦ =
i
2
√
2
v
 √2gW+µ
−gW 3µ + g′Bµ
 . (1.33)
Logo,
(DµΦ)
† (DµΦ) =
1
4
v2g2W−µ W
+µ +
1
8
v2
[
g2W 3µW
3µ + g′2BµBµ − 2gg′W 3µBµ
]
, (1.34)
ou ainda,
(DµΦ)
† (DµΦ) =
1
4
v2g2W−µ W
+µ +
1
8
v2
(
Bµ W
3
µ
) g′2 −gg′
−gg′ g2
 Bµ
W 3µ
 ,
de onde identificamos a matriz de massa,
M2 =
1
8
v2
 g′2 −gg′
−gg′ g2
 . (1.35)
Os campos Bµ e W
3
µ esta˜o misturados e por isso na˜o sa˜o campos f´ısicos. Diagonalizamos
M2 por meio da rotac¸a˜o,Aµ
Zµ
 =
 cos θW sin θW
− sin θW cos θW
Bµ
W 3µ
 , (1.36)
onde
cos θW =
g√
g2 + g′2
, sin θW =
g′√
g2 + g′2
, (1.37)
sendo θW o aˆngulo de mistura eletrofraco, e experimentalmente tem-se sin
2 θW ' 0.23.
Substituindo a equac¸a˜o (1.36) na equac¸a˜o (1.34), obtemos
(DµΦ)
† (DµΦ) =
1
4
v2g2W−µ W
+µ +
1
8
v2
(
g2 + g′2
)
ZµZ
µ. (1.38)
Desta expressa˜o identificamos os termos de massa para os bo´sons de gauge. Vemos que
na˜o ha´ termo quadra´tico para o fo´ton Aµ, indicando que ele possui massa nula, como
esperado. Ja´ os bo´sons de gauge carregados W+µ e W
−
µ e o bo´son de gauge neutro Zµ
adquirem massa, dadas respectivamente por,
mW =
1
2
vg
mZ =
1
2
v
√
(g2 + g′2).
(1.39)
12
1.3 O Setor de Yukawa
Vimos na sec¸a˜o anterior como a QES gera termos de massa para os bo´sons de
gauge por meio do acoplamento destes com os escalares. Nesta sec¸a˜o mostraremos como
a massa para os fe´rmions e´ tambe´m gerada de forma invariante de gauge por meio da
interac¸a˜o destes com os escalares, a chamada interac¸a˜o de Yukawa.
Considerando primeiramente os le´ptons, pode-se construir o seguinte acoplamento
invariante,
LY lep = −yeijL¯iLΦejR + h.c., (1.40)
onde i e j sa˜o ı´ndices de gerac¸a˜o e yeij sa˜o as constantes de acoplamento de Yukawa, as
quais sa˜o em geral complexas. Note que multiplicando os dubletos L¯L e Φ obtem-se um
singleto de SUL(2), que por sua vez e´ multiplicado por eR, o qual por si so´ ja´ e´ um singleto
de SUL(2), de modo que o termo como um todo e´ invariante por este grupo. Ale´m disso,
considerando as hipercargas desses campos, temos YL¯L + YΦ + YeR = 1 + 1− 2 = 0, o que
assegura a invariaˆncia tambe´m por UY (1).
Apo´s a QES, temos
LY lep = − v√
2
yeij e¯
i
Le
j
R −
1√
2
yeij e¯
i
Le
j
RH + h.c. (1.41)
A matriz de massa para os le´ptons e´ enta˜o dada por,
M eij =
v√
2
yeij. (1.42)
Agrupando os eiL,R em vetores do tipo,
eL =

eL
µL
τL
 , eR =

eR
µR
τR
 , (1.43)
podemos escrever a equac¸a˜o (1.41) em forma matricial,
LY lep = − 1√
2
e¯Ly
eeR (v +H) + h.c. (1.44)
Os autoestados de massa e′L e e
′
R sera˜o dados por,
e′L = V
†
LeL
e′R = V
†
ReR,
(1.45)
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onde VL e VR sa˜o as matrizes que diagonalizam y
e (e consequentemente M eij, pois elas sa˜o
proporcionais),
V †Ly
eVR = Y
e. (1.46)
Temos enta˜o,
LY lep = −Y
e
i v√
2
e¯iei − Y
e
i√
2
e¯ieiH, (1.47)
onde Y ei sa˜o as ra´ızes positivas dos autovalores de y
e†
ij y
e
ij e omitimos o sobrescrito “
′ ” para
na˜o carregar a notac¸a˜o. Podemos enta˜o identificar as massas dos le´ptons carregados,
mei =
Y ei v√
2
, (1.48)
e reescrever a equac¸a˜o (1.47) como
LY lep = −mei e¯iei −
mei
v
e¯ieiH. (1.49)
Desta forma, veˆ-se que a interac¸a˜o de Yukawa gera termos de massa para os le´ptons
e ainda termos de interac¸a˜o destes com o bo´son de Higgs. E´ interessante notar que o
acoplamento desta interac¸a˜o e´ proporcional a` massa do le´pton, fazendo com que o Higgs
interaja mais intensamente com os le´ptons mais pesados ou, equivalentemente, interaja
menos com os le´ptons mais leves, chegando ao caso extremo de absolutamente na˜o interagir
com os neutrinos, que possuem massa nula 5.
O acoplamento de Yukawa para os quarks down e´ semelhante ao dos le´ptons,
LYdown = −ydijQ¯iLΦdjR + h.c. (1.50)
Pore´m, para os quarks up um acoplamento deste tipo na˜o e´ invariante, pois YQ¯L + YΦ +
YuR = −1/3 + 1 + 4/3 = 2 6= 0. Definimos enta˜o o dubleto Φ˜ de hipercarga Y = −1, dado
por
Φ˜ = iσ2Φ∗ =
 φ0∗
−φ−
 . (1.51)
Com este dubleto, podemos construir o termo invariante
LYup = −yuijQ¯iLΦ˜ujR + h.c. (1.52)
5Os neutrinos na˜o possuem massa no MP, mas atualmente e´ bem estabelecido experimentalmente que
eles realmente possuem massa, embora que muito pequena. Nesta dissertac¸a˜o na˜o trataremos modelos
de massa para neutrinos.
14
Procedendo de modo ana´logo aos le´ptons, apo´s a QES temos
LYquarks = − 1√
2
ydij d¯
i
Ld
j
R (v +H)−
1√
2
yuiju¯
i
Lu
j
R (v +H) + h.c. (1.53)
Os autoestados de massa d′L,R e u
′
L,R sa˜o dados por,
d′L,R = D
†
L,RdL,R
u′L,R = U
†
L,RuL,R,
(1.54)
onde DL,R e UL,R sa˜o as matrizes que diagonalizam y
d e yu, respectivamente,
D†Ry
dDL = Y
d
U †Ry
uUL = Y
u.
(1.55)
Enta˜o,
LYquarks = −Y
d
i v√
2
d¯idi − Y
u
i v√
2
u¯iui − Y
d
i√
2
d¯idiH − Y
u
i√
2
u¯iuiH, (1.56)
onde novamente omitimos os sobrescritos “ ′ ”. Podemos enta˜o identificar as massas dos
quarks,
mdi =
Y di v√
2
(1.57)
mui =
Y ui v√
2
. (1.58)
Escrevendo (1.56) em termos de mdi e m
u
i , temos
LYquarks = −mdi d¯idi −mui u¯iui −
mdi
v
d¯idiH − m
u
i
v
u¯iuiH. (1.59)
1.4 Interac¸a˜o Entre Fe´rmions e Bo´sons de Gauge
Apo´s a QES obtemos os bo´sons de gauge f´ısicos W±µ , Zµ e Aµ, introduzidos nas
equac¸o˜es (1.32) e (1.36) em termos dos bo´sons de gauge sime´tricos W 1µ , W
2
µ , W
3
µ e Bµ. Os
termos de interac¸a˜o dos bo´sons f´ısicos com os le´ptons e os quarks sa˜o obtidos substituindo
(1.32) e (1.36) na lagrangiana (1.12), conforme veremos a seguir.
1.4.1 Corrente Carregada
Consideraremos primeiramente a interac¸a˜o dos fe´rmions com os bo´sons de gauge
carregados W+µ e W
−
µ . A parte que nos interessa da derivada covariante e´ apenas aquela
que conte´m os geradores na˜o-diagonais de SU(2)L, associados a W
+
µ e W
−
µ ,
Dµ = igT
1W 1µ + igT
2W 2µ . (1.60)
15
Em termos de W+µ e W
−
µ , podemos escrever
Dµ =
g√
2
(
iT 1 − T 2)W+µ + g√
2
(
iT 1 + T 2
)
W−µ . (1.61)
Como os fe´rmions de ma˜o direita sa˜o singletos de SU(2)L, eles na˜o se acoplam com os
bo´sons carregados. Mantendo enta˜o apenas os campos de ma˜o esquerda na equac¸a˜o (1.12)
e substituindo a equac¸a˜o (1.61), temos
Lcc =
∑
fe´rmions
− g√
2
Ψ¯Lγµ
(
T 1 + iT 2
)
ΨLW+µ −
g√
2
Ψ¯Lγµ
(
T 1 − iT 2)ΨLW−µ . (1.62)
Concentrando-nos por hora apenas nos le´ptons, temos
Lcc = − g√
2
(
ν¯iL e¯
i
L
)
γµ
0 1
0 0
νiL
eiL
W+µ − g√
2
(
ν¯iL e¯
i
L
)
γµ
0 0
1 0
νiL
eiL
W−µ
Lcc = − g√
2
ν¯iLγ
µeiLW
+
µ −
g√
2
e¯iLγ
µνiLW
−
µ . (1.63)
Mudando para a base f´ısica por meio da equac¸a˜o (1.45) 6,
Lcc = − g√
2
ν¯ ′L
iγµ
(
V †LVL
)ij
e′L
jW+µ −
g√
2
e¯′L
iγµ
(
V †LVL
)ij
ν ′L
jW−µ . (1.64)
Como a matriz VL e´ unita´ria, os produtos entre pareˆnteses resultam na identidade e
as matrizes VL e V
†
L desaparecem da teoria. Explicitando a quiralidade dos campos e
omitindo os “ ′ ” por simplicidade de notac¸a˜o, temos
Lcc = − g
2
√
2
ν¯iγµ (1− γ5) eiW+µ −
g
2
√
2
e¯iγµ (1− γ5) νiW−µ . (1.65)
Podemos ainda escrever essa lagrangiana como,
Lcc = − g
2
√
2
J+
µ
W+µ −
g
2
√
2
J−µW−µ , (1.66)
onde identificamos as correntes carregadas leptoˆnicas,
J+
µ
= ν¯iγµ (1− γ5) ei
J−µ = e¯iγµ (1− γ5) νi.
(1.67)
Vemos enta˜o que a interac¸a˜o fraca carregada conecta le´ptons diferentes de uma mesma
gerac¸a˜o, ocasionando processos de troca de sabor, a exemplo do decaimento do mu´on
6Estamos supondo que os neutrinos νL sa˜o rotacionados pela mesma matriz VL que rotaciona os
le´ptons de ma˜o esquerda eL.
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µ− → e−νµν¯e. No MP, a interac¸a˜o fraca carregada e´ a u´nica capaz de produzir reac¸o˜es de
troca de sabor em n´ıvel de a´rvore.
Considerando agora os quarks, seguindo os mesmos passos que fizemos para os
le´ptons, obtemos uma expressa˜o ana´loga a (1.64),
Lcc = − g√
2
u¯iLγ
µ
(
U †LDL
)ij
djLW
+
µ −
g√
2
d¯iLγ
µ
(
D†LUL
)ij
ujLW
−
µ , (1.68)
onde ja´ realizamos a mudanc¸a para a base f´ısica usando a equac¸a˜o (1.54) e novamente
omitimos os “ ′ ”. Entretanto, ao contra´rio do que acontece com os le´ptons, as matrizes
DL e UL na˜o sera˜o eliminadas da teoria e produzira˜o consequeˆncias f´ısicas observa´veis. A
matriz de Kabibbo-Kobayashi-Maskawa [29, 30],
VCKM = U
†
LDL, (1.69)
e´ comumente parametrizada da seguinte forma,
VCKM =

c12c13 s12c13 s13e
−iδ
−s12c23 − c12s23s13eiδ c12c13 − s12s23s13eiδ s23c13
s12s23 − c12c23s23eiδ −c12s23 − s12c23s13eiδ c23c13
 , (1.70)
onde sij = sin θij e cij = cos θij. Ela descreve como a interac¸a˜o fraca carregada mistura
quarks de diferentes gerac¸o˜es e ainda como acontece a violac¸a˜o de CP no MP, em decor-
reˆncia da presenc¸a da fase complexa δ, a qual na˜o pode ser eliminada por redefinic¸a˜o dos
campos dos quarks.
1.4.2 Corrente Neutra e Eletromagne´tica
Para obter os termos de interac¸a˜o dos fe´rmions com os bo´sons Aµ e Zµ, tomamos a
parte da derivada covariante que conte´m apenas os geradores diagonais de SU(2)L⊗U(1)Y ,
Dµ = igT
3W 3µ + ig
′Y
2
Bµ, (1.71)
que, em termos dos campos f´ısicos Aµ e Zµ dados na equac¸a˜o (1.36), se escreve
Dµ = i
(
gT 3 sin θW + g
′Y
2
cos θW
)
Aµ + i
(
gT 3 cos θW − g′Y
2
sin θW
)
Zµ. (1.72)
Tendo em conta que as equac¸o˜es (1.37) implicam que g sin θW e g
′ cos θW sa˜o iguais,
definimos a constante e,
e = g sin θW = g
′ cos θW , (1.73)
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de modo que,
Dµ = ie
(
T 3 +
Y
2
)
Aµ + i
g
cos θW
[
T 3 −
(
T 3 +
Y
2
)
sin2 θW
]
Zµ.
Usando a relac¸a˜o de Gell-Mann - Nishijima (1.27) e fazendo gZ = g/ cos θW ,
Dµ = ieQAµ + igZ
[
T 3 −Q sin2 θW
]
Zµ. (1.74)
Aplicando Dµ aos fe´rmions de ma˜o esquerda, temos
Ψ¯LiγµDµΨ
L = −eΨ¯LγµQΨLAµ − gZ
[
Ψ¯LγµT 3ΨL − sin2 θW Ψ¯LγµQΨL
]
Zµ. (1.75)
Como para qualquer dos dubletos fermioˆnicos vale,
Ψ¯LγµT 3ΨL =
(
ψ¯L1 ψ¯
L
2
)
γµ
1/2 0
0 −1/2
ψL1
ψL2
 = TL31ψ¯L1 γµψL1 + TL32ψ¯L2 γµψL2 ,
e ainda,
Ψ¯LγµQΨL = Q1ψ¯
L
1 γ
µψL1 +Q2ψ¯
L
2 γ
µψL2 ,
podemos escrever,∑
fe´rmions
Ψ¯LiγµDµΨ
L =
∑
f
−eQf ψ¯Lf γµψLfAµ − gZ
[
TL3f ψ¯
L
f γ
µψLf −Qf sin2 θW ψ¯Lf γµψLf
]
Zµ,
(1.76)
onde ψLf representa genericamente todos os sabores de fe´rmions ψ
L
f = eL, νL, µL, ... . Para
os fe´rmions de ma˜o direita, obtemos a mesma expressa˜o, com a u´nica diferenc¸a de que
temos que fazer TR3f = 0, pois esses campos sa˜o singletos por SU(2)L. Assim,∑
fe´rmions
Ψ¯RiγµDµΨ
R =
∑
f
−eQf ψ¯Rf γµψRf Aµ + gZQf sin2 θW ψ¯Rf γµψRf Zµ. (1.77)
Somando as duas contribuic¸o˜es (1.76) e (1.77) e escrevendo os campos sem quiralidade,
temos
Lcn =
∑
f
−eQf ψ¯fγµψfAµ − gZ
[(
1
2
T3f −Qf sin2 θW
)
ψ¯fγµψf − 1
2
T3f ψ¯fγµγ5ψf
]
Zµ,
(1.78)
onde fizemos TL3f = T3f pois na˜o ha´ perigo de confusa˜o. O primeiro termo nada mais e´
do que a lagrangiana de interac¸a˜o da QED se reconhecermos que e, definido na equac¸a˜o
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(1.73), e´ a carga ele´trica elementar. O segundo termo descreve a interac¸a˜o dos fe´rmions
com o bo´son neutro Zµ. Podemos escrever essa lagrangiana como
Lcn = −eJµemAµ − gZJµNCZµ, (1.79)
onde identificamos a corrente eletromagne´tica,
Jµem =
∑
f
Qf ψ¯fγ
µψf , (1.80)
e a corrente neutra,
JµNC =
∑
f
(
1
2
T3f −Qf sin2 θW
)
ψ¯fγ
µψf − 1
2
T3f ψ¯fγ
µγ5ψf . (1.81)
Note que assim como acontece com a interac¸a˜o fraca carregada dos le´ptons, ha´
o cancelamento das matrizes VL,R, UL,R e DL,R e elas na˜o aparecem na lagrangiana de
interac¸a˜o (1.78). Desse modo, na interac¸a˜o fraca neutra e na interac¸a˜o eletromagne´tica
na˜o acontece o fenoˆmeno da troca de sabor.
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Cap´ıtulo 2
Modelo de Dois Dubletos de Higgs
Os setores fermioˆnico e de gauge do MP teˆm sido testados experimentalmente nas
u´ltimas de´cadas com grande precisa˜o, confirmando com enorme eˆxito as previso˜es desta
teoria. Entretanto, o seu setor escalar comec¸ou a ser explorado diretamente apenas nos
u´ltimos anos com o LHC, e permanece como a parte da teoria menos consolidada em
termos fenomenolo´gicos. No MP, supo˜e-se que a estrutura desse setor e´ a mais simples
poss´ıvel, com apenas um dubleto de SU(2), o qual e´ suficiente para gerar massa para
os bo´sons de gauge e para os fe´rmions, como visto no cap´ıtulo 1. Entretanto, na˜o ha´
nenhuma raza˜o fundamental para que exista apenas este dubleto de Higgs, de modo
que e´ inteiramente l´ıcito considerarmos a possibilidade da existeˆncia de outras part´ıculas
escalares.
No MP, o paraˆmetro
ρ =
m2W
m2Z cos
2 θW
, (2.1)
mede a intensidade relativa entre as interac¸o˜es da corrente neutra e carregada e, em
n´ıvel de a´rvore, tem-se ρ = 1. Modelos que adicionam mais escalares a` teoria tera˜o, em
princ´ıpio, valores diferentes para ρ em relac¸a˜o ao que e´ previsto pelo MP, o que impo˜e
uma forte restric¸a˜o nestes modelos, dado que experimentalmente tem-se [31]
ρ = 1.01051± 0.00011. (2.2)
Pode-se mostrar que em uma teoria de gauge com grupo SU(2) ⊗ U(1) com n
multipletos escalares de isospin fraco Ti, hipercarga fraca Yi e valor esperado do va´cuo
das componentes neutras vi, o paraˆmetro ρ em n´ıvel de a´rvore e´ dado por [32],
ρ =
∑n
i
[
Ti (Ti + 1)− 14Y 2i
]
vi∑n
i
1
2
Y 2i vi
. (2.3)
De acordo com esta expressa˜o, vemos que e´ poss´ıvel adicionar um nu´mero qualquer de
singletos de SU(2) de hipercarga Y = 0 e dubletos de SU(2) de hipercarga Y = 1,
mantendo o valor de ρ = 1 inalterado.
Uma das extenso˜es mais simples do MP e´ o chamado Modelo de Dois Dubletos de
Higgs (2HDM) 1 . Nesta extensa˜o, introduzimos dois dubletos escalares complexos Φ1 e
Φ2 (ao inve´s de apenas um como no MP),
Φi =
φ+i
φ0i
 , i = 1, 2. (2.4)
Este tipo de modelo veˆm sendo extensivamente estudado desde a proposta original feita
por T. D. Lee em 1973 [33].
Uma das motivac¸o˜es para estudar os 2HDMs e´ a supersimetria. Modelos supersi-
me´tricos requerem a existeˆncia de dois dubletos para que sejam geradas as massas tanto
para os quarks tipo up quanto para os quarks tipo down. Isso ocorre porque em tais mo-
delos, os escalares fazem parte de mutipletos quirais e a supersimetria pro´ıbe termos que
acoplem multipletos de quiralidades diferentes na lagrangiana. Assim, um acoplamento
entre um multipleto e seu conjugado (o qual possui quiralidade oposta) na˜o e´ poss´ıvel, de
modo que um u´nico dubleto na˜o e´ capaz de gerar massa simultaneamente para os quarks
de cargas diferentes. Outra raza˜o, ainda no contexto da supersimetria, e´ que um segundo
dubleto escalar faz com que a teoria seja livre de anomalias, e assim, renormaliza´vel [34].
Outra motivac¸a˜o e´ o fato de o MP na˜o ser capaz de produzir a quantidade de
violac¸a˜o de CP suficiente para explicar a assimetria mate´ria-antimate´ria observada no
Universo. Ja´ o 2HDM apresenta a possibilidade de fontes adicionais de violac¸a˜o de CP
(tanto expl´ıcita quanto espontaˆnea) no seu setor escalar, e a bariogeˆnese no contexto dos
2HDMs tem sido estudada [35, 36, 37].
No que segue, apresentamos as principais caracter´ısticas dos setores escalar e de
Yukawa dos 2HDMs, destacando o espectro f´ısico do modelo e os tipos de 2HDM com
simetria discreta Z2. Discutiremos tambe´m a substituic¸a˜o desta simetria discreta pela
simetria cont´ınua do grupo U(1).
12HDM - Two Higgs Doublet Model.
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2.1 O Setor Escalar do 2HDM
A lagrangiana que descreve o setor escalar do 2HDM e´ dada por,
Lescalar = (DµΦ1)†DµΦ1 + (DµΦ2)†DµΦ2 − V (Φ1,Φ2) , (2.5)
onde a derivada covariante Dµ que aparece no termo cine´tico e´ a mesma do MP (pois o
grupo de simetria continua sendo SUL(2)⊗ UY (1)),
Dµ = ∂µ + igT
aW aµ + ig
′Y
2
Bµ. (2.6)
O potencial mais geral para dois dubletos escalares complexos de hipercarga Y = 1,
invariante de gauge e renormaliza´vel (com acoplamentos qua´rticos no ma´ximo), e´ dado
por
V (Φ1,Φ2) = m
2
11Φ
†
1Φ1 +m
2
22Φ
†
2Φ2 −
(
m212Φ
†
1Φ2 + h.c.
)
+
λ1
2
(
Φ†1Φ1
)2
+
+
λ2
2
(
Φ†2Φ2
)2
+ λ3
(
Φ†1Φ1
)(
Φ†2Φ2
)
+ λ4
(
Φ†1Φ2
)(
Φ†2Φ1
)
+
+
[
λ5
2
(
Φ†1Φ2
)2
+ λ6
(
Φ†1Φ1
)(
Φ†1Φ2
)
+ λ7
(
Φ†2Φ2
)(
Φ†1Φ2
)
+ h.c.
]
.
(2.7)
O requerimento de que o potencial seja hermitiano implica que os paraˆmetros m211, m
2
22,
λ1, λ2, λ3 e λ4 sa˜o reais, enquanto que m
2
12, λ5, λ6 e λ7 sa˜o em geral complexos e podem
ser fontes de violac¸a˜o de CP. Temos enta˜o um total de 14 paraˆmetros livres (6 reais e 4
complexos). Entretanto, desses 14 paraˆmetros, apenas 11 sa˜o f´ısicos, devido a` liberdade
de redefinir os campos Φ1 e Φ2 [38]. Pela ana´lise dimensional, vemos que os paraˆmetros
m211, m
2
22 e m
2
12 teˆm dimensa˜o de massa ao quadrado (por isso a escolha da letra m para
representa´-los), enquanto que os λs sa˜o constantes de acoplamento adimensionais.
Uma caracter´ıstica dos 2HDMs em geral e´ a existeˆncia de troca de sabor na corrente
neutra (FCNC) 2 em n´ıvel de a´rvore, mediada pelos escalares neutros (em decorreˆncia do
dubleto extra), o que pode impor se´rios problemas fenomenolo´gicos para o modelo, dado
que esse tipo de processo e´ fortemente suprimido experimentalmente. Por exemplo, para
os quarks tipo down, o acoplamento de Yukawa e´ dado por (vide equac¸a˜o 2.32),
− LYdown = y1dij Q¯iLΦ1djR + y2dij Q¯iLΦ2djR + h.c. (2.8)
onde i, j sa˜o ı´ndices de gerac¸a˜o. A matriz de massa fica,
Mdij = y
1d
ij
v1√
2
+ y2dij
v2√
2
. (2.9)
2FCNC - Flavor Changing Neutral Currents.
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Como, em geral, y1 e y2 na˜o sa˜o simultaneamente diagonaliza´veis, os acoplamentos de
Yukawa na˜o sera˜o diagonais, ocasionando o fenoˆmeno da FCNC. No MP isto na˜o ocorre
porque a diagonalizac¸a˜o da matriz de massa automaticamente implica a diagonalizac¸a˜o
da matriz de Yukawa, na˜o havendo portanto FCNC.
Para evitar esse tipo de interac¸a˜o potencialmente problema´tica, implementa-se
usualmente o crite´rio de conservac¸a˜o natural de sabor (NFC) 3, impondo-se simetrias
discretas ou globais na lagrangiana. A mais comumente usada e´ a simetria discreta Z2,
pela qual os dubletos transformam-se da seguinte forma,
Φ1 → −Φ1
Φ2 → Φ2.
(2.10)
Impondo essa simetria no potencial, os termos na˜o invariantes m12, λ6 e λ7 devem
anular-se. Entretanto, e´ sabido que a quebra espontaˆnea de uma simetria discreta leva
ao problema de paredes de domı´nio [39]. Para evitar esse problema, implementa-se uma
quebra soft de Z2, mantendo-se o termo em m12 que viola a simetria explicitamente. Sob
essas condic¸o˜es e ainda supondo que na˜o ha´ violac¸a˜o de CP no setor escalar, V (Φ1,Φ2)
se reduz a
V (Φ1,Φ2) = m
2
11Φ
†
1Φ1 +m
2
22Φ
†
2Φ2 −m212
(
Φ†1Φ2 + Φ
†
2Φ1
)
+
λ1
2
(
Φ†1Φ1
)2
+
+
λ2
2
(
Φ†2Φ2
)2
+ λ3
(
Φ†1Φ1
)(
Φ†2Φ2
)
+ λ4
(
Φ†1Φ2
)(
Φ†2Φ1
)
+
+
λ5
2
[(
Φ†1Φ2
)2
+
(
Φ†2Φ1
)2]
,
(2.11)
onde agora todos os paraˆmetros sa˜o reais.
Parametrizando Φ1 e Φ2 da seguinte forma,
Φi =
 φ+i
(vi + ρi + iηi) /
√
2
 , i = 1, 2 (2.12)
temos em princ´ıpio quatro campos carregados e quatro escalares neutros. Apo´s a QES,
treˆs se transformara˜o nas componentes longitudinais dos bo´sons de gauge W+, W− e Z,
restando enta˜o cinco escalares f´ısicos no espectro: dois neutros H e h; dois carregados H+
e H− e um pseudoescalar A.
A QES ocorre quando os dubletos apresentam um VEV na˜o nulo. Como o va´cuo
deve ser invariante por transformac¸o˜es de Uem(1), apenas os escalares neutros devem
3NFC - Natural Flavor Conservation.
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desenvolver VEVs diferentes de zero,
〈Φi〉0 = 1√
2
0
vi
 , i = 1, 2 (2.13)
com v1 e v2 reais
4 . Quando isso ocorre, o potencial deve apresentar um mı´nimo, ou seja,(
∂V
∂ρi
)
Φi=〈Φi〉0
=
(
∂V
∂ηi
)
Φi=〈Φi〉0
=
(
∂V
∂φ±i
)
Φi=〈Φi〉0
= 0, (2.14)
de onde obtemos as seguintes condic¸o˜es,
m211v1 −m212v2 +
1
2
λ1v
3
1 +
1
2
(λ3 + λ4 + λ5) v1v
2
2 = 0
m222v2 −m212v1 +
1
2
λ2v
3
2 +
1
2
(λ3 + λ4 + λ5) v
2
1v2 = 0.
(2.15)
Calculando todas as derivadas segundas do tipo,
∂2V
∂φi∂φj
, i, j = 1, 2, ..., 8 (2.16)
onde, φi = ρ1, ρ2, η1, η2, φ
+
1 , φ
−
1 , φ
+
2 , φ
−
2 , podemos determinar as misturas dos diversos cam-
pos e as respectivas matrizes de massa. Fazendo isso, vemos que ha´ mistura entre os esca-
lares neutros, entre os pseudoescalares e tambe´m entre os carregados, mas na˜o ha´ mistura
de nenhum campo pertencente a um desses grupos em relac¸a˜o a outro (diferentemente,
por exemplo, do caso em que o potencial viola CP, onde ha´ mistura entre os escalares
neutros e os pseudoescalares). Pode-se escrever os termos de massa para os escalares
neutros da seguinte forma,
Lρ massa = −
(
ρ1 ρ2
)
M2H,h
ρ1
ρ2
 , (2.17)
onde a matriz de massa M2H,h e´ dada por,
M2H,h =
 ∂2V∂ρ21 ∂2V∂ρ1∂ρ2
∂2V
∂ρ2∂ρ1
∂2V
∂ρ22

=
m211 + 32λ1v21 + 12λ3v22 + 12λ4v22 + 12λ5v22 −m212 + λ3v1v2 + λ4v1v2 + λ5v1v2
−m212 + λ3v1v2 + λ4v1v2 + λ5v1v2 m222 + 12λ3v21 + 12λ4v21 + 12λ5v21 + 32λ2v22
 .
4A existeˆncia de uma fase relativa entre v1 e v2 implicaria a violac¸a˜o espontaˆnea de CP, a qual na˜o
estamos considerando neste trabalho.
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Usando a condic¸a˜o de mı´nimo (2.15), temos
M2H,h =
 m212 v2v1 + λ1v21 −m212 + λ345v1v2
−m212 + λ345v1v2 m212 v1v2 + λ2v22
 , (2.18)
onde definimos λ345 = λ3 + λ4 + λ5. Assim,
Lρ massa = −
(
ρ1 ρ2
) m212 v2v1 + λ1v21 −m212 + λ345v1v2
−m212 + λ345v1v2 m212 v1v2 + λ2v22
ρ1
ρ2
 . (2.19)
Diagonalizamos M2H,h por meio de uma rotac¸a˜o O de um aˆngulo α,
O−1M2H,hO = diag
(
m2h,m
2
H
)
, (2.20)
de modo que os escalares f´ısicos H e h sera˜o dados por,H
h
 =
 cosα sinα
− sinα cosα
ρ1
ρ2
 , (2.21)
com
tan 2α =
−2m212v1v2 + 2λ345v21v22
m212v
2
2 −m212v21 + λ1v31v2 − λ2v1v32
. (2.22)
Procedendo de modo ana´logo para os outros campos encontramos os demais auto-
estados de massa. Para os pseudoescalares, temos
Lη massa =
[
m212/v1v2 − 2λ5
] (
η1 η2
) v22 −v1v2
−v1v2 v21
η1
η2
 , (2.23)
e para os carregados,
Lφ± massa =
[
m212 − (λ4 + λ5) v1v2
] (
φ−1 φ
−
2
) v2v1 −1
−1 v1
v2
φ+1
φ+2
 , (2.24)
As matrizes de massa M2A e M
2
H± dos pseudoescalares e carregados, sa˜o ambas diagonali-
zadas pelo mesmo aˆngulo β, o qual e´ dado por
tan β =
v2
v1
. (2.25)
Temos enta˜o, G
A
 =
 cos β sin β
− sin β cos β
η1
η2
 , (2.26)
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e G+
H+
 =
 cos β sin β
− sin β cos β
φ+1
φ+2
 , (2.27)
com as massas dos pseudoescalares dadas por,
mG = 0 (2.28)
m2A =
[
m212/v1v2 − 2λ5
] (
v21 + v
2
2
)
, (2.29)
e as massas dos carregados,
mG+ = 0 (2.30)
m2H+ =
[
m212/v1v2 − λ4 − λ5
] (
v21 + v
2
2
)
, (2.31)
de onde podemos identificar A, H+ e H− como sendo campos f´ısicos e G, G+ e G− bo´sons
de Goldstone.
2.2 O Setor de Yukawa do 2HDM
O acoplamento de Yukawa mais geral com dois dubletos de Higgs e´ o seguinte,
−LY2HDM = y1dQ¯LΦ1dR + y1uQ¯LΦ˜1uR + y1eL¯LΦ1eR+
+ y2dQ¯LΦ2dR + y
2uQ¯LΦ˜2uR + y
2eL¯LΦ2eR + h.c.
(2.32)
Conforme mencionado anteriormente, este acoplamento leva ao aparecimento de FCNC
em n´ıvel de a´rvore. Entretanto, a imposic¸a˜o da simetria Z2 fara´ com que alguns termos na
equac¸a˜o acima sejam eliminados. Quais dos termos sera˜o eliminados dependera´ de como
sa˜o atribu´ıdas as paridades dos fe´rmions de ma˜o direita em relac¸a˜o a Z2. Podemos, por
exemplo, considerar que eles se transformem de maneira trivial, permanecendo inalterados.
Neste caso, pela equac¸a˜o (2.10), os termos em LY2HDM que contiverem Φ1 mudara˜o de
sinal, violando a simetria Z2. Logo, se quisermos manter a invariaˆncia da lagrangiana,
estes termos devem ser eliminados. Neste caso, LY2HDM se reduz a
− LY2HDM = yd2Q¯LΦ2dR + yu2 Q¯LΦ˜2uR + ye2L¯LΦ2eR + h.c. (2.33)
e temos enta˜o que apenas Φ2 se acopla aos fe´rmions.
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Modelo Φ1 Φ2 uR dR eR QL LL
Tipo I − + + + + + +
Tipo II − + + − − + +
Tipo X − + + + − + +
Tipo Y − + + − + + +
Tabela 2.1: Atribuic¸a˜o de paridades pela simetria Z2 a fe´rmions e escalares.
Podemos, da mesma maneira, considerar que os le´ptons e os quarks tipo down
tenham paridade negativa por Z2,
dR → −dR
eR → −eR.
(2.34)
Dessa forma, LY2HDM fica
− LY2HDM = yd1Q¯LΦ1dR + ye1L¯LΦ1eR + yu2 Q¯LΦ˜2uR + h.c. (2.35)
e vemos assim que Φ2 se acopla apenas com os quarks up, enquanto Φ1 se acopla com
os le´ptons e quarks tipo down. Nesse cena´rio, as massas dos quarks tipo up e down teˆm
fontes diferentes, cada uma vindo de um dubleto diferente, o que poderia ser uma poss´ıvel
explicac¸a˜o para a hierarquia das massas entre esses dois tipos de quarks.
De modo geral, e´ fa´cil ver que se todos os fe´rmions que possuem os mesmos nu´meros
quaˆnticos (os quais em princ´ıpio sa˜o capazes de misturar-se entre si) se acoplam ao mesmo
multipleto de Higgs, enta˜o a FCNC estara´ ausente. Este crite´rio de conservac¸a˜o natural
de sabor foi formalizado pelo teorema de Paschos-Glashow-Weinberg [40, 41] o qual afirma
que uma condic¸a˜o necessa´ria e suficiente para a auseˆncia de FCNC em n´ıvel de a´rvore e´
que todos os fe´rmions de uma determinada carga e helicidade recebam contribuic¸a˜o para
suas matrizes de massa de uma u´nica fonte. No MP, este teorema implica que todos os
quarks de ma˜o direita de uma dada carga devem acoplar-se a um u´nico multipleto de
Higgs, como de fato ocorre. Ja´ no 2HDM, isto so´ pode ser garantido pela introduc¸a˜o de
simetrias discretas ou cont´ınuas.
Pode-se mostrar que existem quatros tipos distintos de 2HDM com simetria Z2 que
satisfazem o crite´rio de NFC. Na tabela 2.2 sa˜o mostrados todos estes quatro tipos com as
correspondentes paridades para os fe´rmions e escalares, e na tabela 2.2 os acoplamentos
27
permitidos dos fe´rmions com os escalares em cada um dos diferentes modelos. Os exemplos
dados acima nas equac¸o˜es (2.33) e (2.35) correspondem aos chamados 2HDM tipo I e tipo
II, respectivamente.
Modelo uR dR eR
Tipo I Φ2 Φ2 Φ2
Tipo II Φ2 Φ1 Φ1
Tipo X Φ2 Φ2 Φ1
Tipo Y Φ2 Φ1 Φ2
Tabela 2.2: Acoplamento dos fe´rmions de ma˜o direita com os escalares nos diferentes tipos de 2HDM.
Os 2HDM tipo X e tipo Y sa˜o tambe´m comumente chamados de Le´pton-espec´ıfico
e Flipped, respectivamente. O modelo em que na˜o se impo˜e nenhuma simetria extra,
e que possui portanto o acoplamento de Yukawa mais geral dado na equac¸a˜o (2.32), e´
comumente chamado de 2HDM tipo III.
2.3 2HDM com Simetria U(1) Extra
Conforme visto na sec¸a˜o anterior, a introduc¸a˜o da simetria Z2 e´ suficiente para evi-
tar o problema da FCNC em n´ıvel de a´rvore no 2HDM. Embora essa simetria seja efetiva
para contornar este problema, a sua implementac¸a˜o e´ uma hipo´tese ad-hoc, cuja origem
na˜o e´ clara. Ale´m disso, fazer com que ela seja quebrada explicitamente adicionando um
operador de dimensa˜o-2 Φ†1Φ2 (para evitar o problema de paredes de domı´nio) na˜o parece
natural.
Nesta sec¸a˜o, mostraremos como resolver o problema da FCNC no 2HDM subs-
tituindo a simetria discreta Z2 por uma simetria de gauge do grupo U(1)
′, estendendo
assim o grupo de simetria do modelo para SU(3)C ⊗ SU(2)L ⊗ U(1)Y ⊗ U(1)′. Esta ex-
tensa˜o simples do grupo de gauge do MP pode ser mais bem motivada que a introduc¸a˜o
da simetria Z2. Ale´m de resolver o problema da FCNC, ela aparece naturalmente como
teoria efetiva em baixas energias em alguns tipos de teoria de cordas [42] e em modelos
de Grande Unificac¸a˜o [43, 44]. Ale´m disso, tem sido invocada recentemente para explicar
o problema da mate´ria escura, o que sera´ assunto do cap´ıtulo 3.
O potencial do modelo com simetria U(1)′ sera´ um caso particular do potencial do
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2HDM mais geral (2.7). Supondo que os dubletos escalares teˆm cargas diferentes por U(1)′,
os termos com m12, λ5, λ6 e λ7 na˜o sa˜o invariantes, o que obriga m12 = λ5 = λ6 = λ7 = 0.
Assim, V (Φ1,Φ2) se reduz a
V (Φ1,Φ2) = m
2
11Φ
†
1Φ1 +m
2
22Φ
†
2Φ2 +
λ1
2
(
Φ†1Φ1
)2
+
λ2
2
(
Φ†2Φ2
)2
+
+ λ3
(
Φ†1Φ1
)(
Φ†2Φ2
)
+ λ4
(
Φ†1Φ2
)(
Φ†2Φ1
)
.
(2.36)
Note que este potencial e´ tambe´m um caso particular do potencial (2.11) com m12 =
λ5 = 0. Assim, as expresso˜es para as condic¸o˜es de mı´nimo, matrizes de massa, aˆngulos de
mistura e massa dos escalares f´ısicos obtidos na sec¸a˜o 2.1, valem da mesma forma para
o modelo com simetria U(1)′, bastando fazer m12 = λ5 = 0 onde eles aparecerem. Note
em particular que a massa para o pseudoescalar A, dada na equac¸a˜o (2.29), passara´ a ser
nula. Isto acontece porque A sera´ o bo´son de Goldstone responsa´vel pela massa do novo
bo´son de gauge de U(1)′, o qual designaremos por Z ′.
Os diversos tipos de 2HDM da sec¸a˜o 2.2 que satisfazem o crite´rio de NFC podem
ser obtidos atribuindo cargas adequadas a`s part´ıculas pelo novo grupo U(1)′, fazendo com
que o modelo esteja livre de FCNC em n´ıvel de a´rvore [45]. Entretanto, os modelos em
geral sera˜o anoˆmalos e pode ser necessa´ria a introduc¸a˜o de fe´rmions exo´ticos para que se
obtenha o cancelamento das anomalias (vide apeˆndice A). Por uma transformac¸a˜o local
de U(1)′, os diversos campos se transformam da seguinte maneira,
LL → L′L = eilα(x)LL
QL → Q′L = eiqα(x)QL
eR → e′R = eieα(x)eR
uR → u′R = eiuα(x)uR
dR → d′R = eidα(x)dR
Φ1 → Φ′1 = eih1α(x)Φ1
Φ2 → Φ′2 = eih2α(x)Φ2,
(2.37)
onde l, q, e, u, d, h1, h2 sa˜o as respectivas cargas dos campos e, como dito anteriormente,
estamos assumindo h1 6= h2.
Para que o acoplamento de Yukawa seja invariante pelas transformac¸o˜es (2.37), as
cargas dos fe´rmions e dos escalares na˜o podem ser arbitra´rias. Os diferentes acoplamentos
da sec¸a˜o 2.2 ira˜o exigir diferentes atribuic¸o˜es de cargas por U(1)′. No 2HDM tipo I, onde
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os fe´rmions se acoplam apenas com Φ2, equac¸a˜o (2.33), temos por uma transformac¸a˜o de
U(1)′,
LY2HDM → L′Y2HDM = e−q+h2+dyd2Q¯LΦ2dR + e−q−h2+uyu2 Q¯LΦ˜2uR+
+ e−l+h2+eye2L¯LΦ2eR + h.c.
(2.38)
A invariaˆncia por U(1)′ impo˜e portanto as seguintes condic¸o˜es sobre as cargas das part´ı-
culas,
d− q + h2 = 0
u− q − h2 = 0
e− l + h2 = 0.
(2.39)
Note que um acoplamento com Φ1 e´ proibido pela simetria U(1)
′, pois ele so´ seria poss´ıvel
se h1 satisfizesse as mesmas equac¸o˜es (2.39) que h2 satisfaz, implicando que h1 = h2.
Entretanto, como por hipo´tese h1 6= h2, na˜o ha´ valor poss´ıvel de h1 que satisfac¸a essas
equac¸o˜es, de modo que os fe´rmions na˜o podem se acoplar a Φ1. Portanto, esta atribuic¸a˜o
de cargas implementa, de fato, o acoplamento de Yukawa do 2HDM tipo I desejado.
Podemos proceder da mesma forma para obter os outros tipos de 2HDM. Obtemos
o 2HDM tipo II com a seguinte condic¸a˜o,
d− q + h1 = u− q − h2 = e− l + h1 = 0. (2.40)
Ja´ para o 2HDM tipo X, devemos fazer
d− q + h2 = u− q − h2 = e− l + h1 = 0, (2.41)
e finalmente para o 2HDM tipo Y, deve-se cumprir
d− q + h1 = u− q − h2 = e− l + h2 = 0. (2.42)
O requerimento de que o modelo seja livre de anomalias tambe´m ira´ impor res-
tric¸o˜es sobre as cargas dos fe´rmions e dos escalares. Vamos nos concentrar a partir de
agora no 2HDM tipo I (que sera´ usado no pro´ximo cap´ıtulo) no qual o cancelamento
das anomalias pode ser alcanc¸ado sem a necessidade de adicionar novos fe´rmions quirais.
Juntando a equac¸a˜o (A.4) que surge do cancelamento da anomalia [SU(2)L]
2 U(1)X ,
l = −3q
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com as equac¸o˜es (2.39), podemos escrever todas as outras cargas em func¸a˜o apenas de u
e d,
q =
1
2
(u+ d)
l = −3
2
(u+ d)
e = − (2u+ d)
h2 =
1
2
(u− d)
n = − (u+ 2d) ,
com u e d arbitra´rios. Note que introduzimos uma nova varia´vel n, a qual simboliza a
carga de neutrinos de ma˜o direita requeridos para o cancelamento das anomalias (para
mais detalhes, veja o apeˆndice A). Vale salientar, entretanto, que na˜o e´ em todos os casos
que a presenc¸a desses neutrinos e´ necessa´ria.
Campos uR dR QL LL eR nR Φ2
Cargas u d (u+d)
2
−3(u+d)
2
−(2u+ d) −(u+ 2d) (u−d)
2
U(1)X 0 0 0 0 0 0 0
U(1)B−L 1/3 1/3 1/3 −1 −1 −1 0
U(1)R 1 −1 0 0 −1 1 1
U(1)Y 2/3 −1/3 1/6 −1/2 −1 0 1/2
Tabela 2.3: Atribuic¸a˜o de cargas por U(1)′ livres de anomalias no 2HDM tipo I. nR representa neutrinos
de ma˜o direita adicionados para o cancelamento das anomalias em alguns modelos. Adaptada da ref.[45].
Diferentes escolhas dos valores de u e d produzira˜o diferentes modelos com fenome-
nologias bastante distintas entre si, e de fato ha´ uma infinidade de novos modelos livres
de anomalias compat´ıveis com a NFC. Na tabela 2.3 e´ mostrada a atribuic¸a˜o de cargas
em alguns modelos interessantes. Quando u = d = 0, o modelo e´ chamado fermiofo´bico
porque o novo bo´son de gauge Z ′ na˜o se acopla diretamente aos fe´rmions, dado que eles
sa˜o todos neutros por U(1)′. No caso u = d = 1/3, temos U(1)′ = U(1)B−L, entretanto
o modelo e´ bastante diferente do modelo B − L usual onde a simetria e´ quebrada apenas
por um singleto escalar, diferentemente do nosso caso em que um dubleto e´ responsa´-
vel por essa quebra. No caso u = 1, d = −1, Z ′ acopla-se apenas com os fe´rmions de
ma˜o direita e como, neste caso, o dubleto “padra˜o” Φ2 possui carga na˜o nula por U(1)
′,
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suas propriedades sera˜o bastante diferentes daquelas do Higgs do MP. No caso u = 2/3,
d = −1/3, as cargas dos fe´rmions por U(1)′ sera˜o iguais a`s hipercargas fracas de U(1)Y ,
ou seja, U(1)′ = U(1)Y . Apesar dessa igualdade de cargas dos dois grupos, a fenomelogia
tambe´m sera´ bastante diferente em relac¸a˜o a` do MP. Note que nos casos U(1)′ = U(1)X
e U(1)′ = U(1)Y , a inclusa˜o dos neutrinos de ma˜o direita e´ opcional, pois a condic¸a˜o
u = −2d e´ satisfeita, embora eles possam ser adicionados sem maiores problemas desde
que possuam cargas nulas por U(1)′.
Os demais tipos de 2HDM com simetria U(1)′ apresentam tambe´m diversas carac-
ter´ısticas interessantes e fenomenologias bastante distintas entre si. O 2HDM tipo II, por
exemplo, pode ser interpretado como um modelo efetivo em baixas energias do modelo
de grande unificac¸a˜o E6 com Z
′ leptofo´bico [44, 45, 46, 47]. Os 2HDM tipo X e tipo Y
em geral sa˜o menos explorados, mas tambe´m teˆm recebido atenc¸a˜o. Como normalmente
esses modelos tambe´m requerem a adic¸a˜o de fe´rmions exo´ticos para o cancelamento das
anomalias, eles podem apresentar bons candidatos a mate´ria escura, veja por exemplo
[48, 49].
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Cap´ıtulo 3
Dark 2HDM
As part´ıculas previstas pelo MP muito provavelmente na˜o constituem a totalidade
do conteu´do de mate´ria fundamental existente na Natureza. Um grande nu´mero de no-
vas part´ıculas pode existir sem que ainda tenham sido detectadas devido, por exemplo,
a elas serem muito massivas (requerendo uma quantidade de energia inacess´ıvel para
produzi-las), ou enta˜o por elas serem muito fracamente acopladas a`s part´ıculas do MP
(possivelmente ate´ completamente desacopladas). Part´ıculas deste tipo constituem o que
e´ comumente chamado de setor escondido.
Atualmente, a existeˆncia da mate´ria escura (ME) esta´ essencialmente estabelecida,
constituindo cerca de 26% da totalidade de mate´ria-energia do Universo [31] (uma quan-
tidade muito superior aos 4% correspondentes a` mate´ria barioˆnica). Os candidatos a` ME
mais populares sa˜o os WIMPs 1 (part´ıculas massivas fracamente interagentes), os quais
poderiam constituir um setor escondido, neste caso, podendo tambe´m ser chamado de
setor escuro.
Dados de experimentos astrof´ısicos teˆm revelado discrepaˆncias em relac¸a˜o a`s pre-
viso˜es dos modelos de raios co´smicos atuais. As colaborac¸o˜es PAMELA [50], Fermi-LAT
[51] e HESS [52], relataram uma quantidade de po´sitrons acima do esperado numa faixa
de energias de poucos a ate´ algumas centenas de GeV; dados do sate´lite INTEGRAL [53]
apontam a incideˆncia de raios gama em 511 keV vindos do centro gala´tico, cuja origem e´
desconhecida. Como na˜o ha´ fontes astrof´ısicas o´bvias para explicar essas discrepaˆncias, e´
prova´vel que elas estejam relacionadas de alguma forma com a ME gala´tica.
A existeˆncia de uma simetria local U(1) extra foi proposta para explicar essas
1WIMP - Weakly Interacting Massive Particle.
anomalias astrof´ısicas no contexto da ME [54, 55, 56, 57, 58]. Nesta proposta, a ME
poderia ser uma part´ıcula fermioˆnica ou escalar carregada por U(1)′, interagindo por
interme´dio do seu bo´son de gauge, Z ′. Se a part´ıcula de ME for suficientemente leve, o
resultado da sua aniquilac¸a˜o, por meio de Z ′, poderia gerar o excesso de po´sitrons e os
raios gama observados. Neste cena´rio, e´ requerido que o Z ′ tambe´m seja leve, tendo uma
massa da ordem de MeV a poucos GeV.
Em princ´ıpio, na˜o e´ uma tarefa trivial conciliar esse cena´rio com um modelo rea-
l´ıstico de f´ısica de part´ıculas, devido ao fato de os dados experimentais em aceleradores
vincularem a massa de uma part´ıcula como Z ′ a ser da ordem dos TeV, bem acima do
que e´ requerido. Uma possibilidade de evitar esse forte v´ınculo, e´ fazer com que a cons-
tante de acoplamento de Z ′ seja muito pequena, de modo que ele interaja fracamente com
os fe´rmions do MP. Entretanto uma constante de acoplamento excessivamente pequena,
apesar de permitida, na˜o parece natural.
Em geral, a existeˆncia de um setor escondido pode possivelmente nunca ser detec-
tada, no caso de na˜o haver interac¸a˜o deste com o setor vis´ıvel. Por outro lado, e´ bem
plaus´ıvel que de fato haja uma conexa˜o entre os dois setores, e alguns cena´rios teˆm sido
propostos [59, 60]. No caso da simetria U(1), essa interac¸a˜o entre os dois setores poderia
se dar por meio de uma mistura cine´tica entre os grupos U(1)′ e U(1)Y . Ale´m disso, a
possibilidade de que part´ıculas escalares extras, em um setor escalar estendido em relac¸a˜o
ao do MP, sejam carregadas por U(1)′, abre outra via de conexa˜o entre os dois setores.
E´ um fato nota´vel que a simetria abeliana U(1)′ motivada para explicac¸a˜o de
anomalias astrof´ısicas no contexto da ME resolva tambe´m naturalmente o problema da
FCNC no 2HDM. Uma vez que admitimos a existeˆncia dessa simetria, podemos estender
o setor escalar do MP para dois dubletos sem ter que nos preocupar com FCNC.
Tendo revisado os aspectos gerais dos 2HDM no cap´ıtulo anterior, bem como a
construc¸a˜o de modelos livres de anomalias com simetria U(1) extra, vamos neste cap´ıtulo
considerar um modelo espec´ıfico com dois dubletos escalares e simetria U(1)X , no qual as
part´ıculas do MP sa˜o todas neutras (correspondente a` primeira linha na tabela 2.3). O
modelo resultante e´ o chamado Dark 2HDM (D2HDM) [62].
Neste trabalho, na˜o nos preocuparemos em definir nenhum modelo espec´ıfico para
o setor escondido. Estaremos interessados principalmente na f´ısica do Z ′ e nas suas
consequeˆncias observa´veis no setor vis´ıvel. Nas pro´ximas sec¸o˜es discutiremos as principais
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caracter´ısticas do D2HDM e um pouco da sua fenomenologia nos experimentos de altas
energias, mostrando, por exemplo, como o Z ′ do D2HDM pode ser leve sem violar os
v´ınculos experimentais existentes.
3.1 Caracter´ısticas do D2HDM
Supomos que o setor escondido relacionado a` nova simetria U(1)X interage com as
part´ıculas do MP carregadas pelo grupo SU(3)c ⊗ SU(2)L ⊗ U(1)Y por meio da mistura
cine´tica entre U(1)X e U(1)Y . Esse efeito se manifesta na forma de um termo de interac¸a˜o
invariante de gauge XˆµνBˆ
µν que mistura os bo´sons desses grupos,
Lmistura = −1
4
BˆµνBˆ
µν +

2 cos θW
XˆµνBˆ
µν − 1
4
XˆµνXˆ
µν , (3.1)
com o termo de mistura parametrizado pela constante adimensional  (a normalizac¸a˜o do
termo proporcional a  foi escolhida para simplificar a notac¸a˜o nos resultados que seguem).
O valor de  deve ser determinado experimentalmente, e tem sido vinculado a ser muito
pequeno, sendo geralmente considerado como sendo  . O(10−3).
A derivada covariante do D2HDM tera´ um termo a mais em relac¸a˜o a` do MP por
causa de U(1)X ,
Dµ = ∂µ + igT
aW aµ + ig
′Y
2
Bˆµ + igX
QX
2
Xˆµ, (3.2)
onde W aµ , Bˆµ e Xˆµ sa˜o os bo´sons de gauge sime´tricos do modelo, gX e´ a constante de
acoplamento de U(1)X e a notac¸a˜o com circunflexo denota os campos antes da diagonali-
zac¸a˜o. E´ interessante notar que, como no caso aqui considerado as part´ıculas do MP sa˜o
todas neutras por U(1)X , ao aplicarmos Dµ aos campos fermioˆnicos o termo igX
QX
2
Xˆµ
na˜o estara´ presente, pois QX = 0. Assim, na˜o esperar´ıamos em princ´ıpio que os fe´rmions
interagissem por U(1)X . Entretanto, a mistura cine´tica de Xˆµ com Bˆµ induzira´ um aco-
plamento de Xµ com as part´ıculas do MP, possibilitando uma interac¸a˜o entre os setores
vis´ıvel (part´ıculas do MP) e o setor escondido (part´ıculas carregadas por U(1)X).
Quando ha´ apenas um dubleto de Higgs e o bo´son f´ısico Z ′ ganha massa por meio de
um singleto escalar [63], e´ induzido um acoplamento de Z ′ com a corrente eletromagne´tica
Jµem da forma [64],
Ldark fo´ton = −eJµemZ ′µ. (3.3)
O acoplamento de Z ′ com a corrente neutra e´ fortemente suprimido por ordens mais altas
de , podendo portanto ser desprezado. Este bo´son de gauge se tornou conhecido na
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literatura como dark fo´ton 2, pois um dado fe´rmion de carga ele´trica Qf se acopla a Z
′ da
mesma forma que se acopla ao fo´ton, pore´m com uma carga efetiva muito pequena Qf .
Ja´ no caso do D2HDM, onde temos um dubleto de Higgs adicional carregado por
U(1)X , havera´ uma mistura de massa entre Z − Z ′ induzida por este dubleto,
M2Z′Z ' m2Z0
 1 − (Z +  tan θW )
− (Z +  tan θW ) m2X/m2Z0
 (3.4)
de modo que o acoplamento de Z ′ com os fe´rmions sera´ diferente daquele em (3.3). A
parametrizac¸a˜o da matriz acima foi feita de tal forma a buscar separar os efeitos da
mistura de massa causada pelo dubleto, embutidos em Z , e da mistura cine´tica (3.1),
representado por . Essa mistura de Z − Z ′, e´ tambe´m tomada como sendo pequena, de
modo a evitar conflitos com os dados experimentais bem estabelecidos da massa mZ e
largura de decaimento ΓZ do bo´son Z. A consequeˆncia dessa mistura e´ que Z
′ se acopla
tanto com a corrente eletromagne´tica quanto com a corrente neutra,
Ldark Z = −eJµemZ ′µ − ZgZJµNCZ ′. (3.5)
O Z ′ que apresenta esse acoplamento mais geral (em relac¸a˜o ao dark fo´ton) e´ denominado
dark Z, para enfatizar que ele se acopla tambe´m a` corrente neutra. Note que no limite
em que na˜o ha´ mistura cine´tica ( → 0) , o Z ′ se acopla apenas com a corrente neutra
JµNC, interagindo da mesma forma que o bo´son Z do MP, pore´m com um acoplamento
suprimido ZgZ .
Todas estas caracter´ısticas do D2HDM que aqui sumarizamos sera˜o demonstradas
e desenvolvidas com mais detalhes nas pro´ximas sec¸o˜es.
3.1.1 Setor de Gauge e Mistura Cine´tica
A lagrangiana que descreve a cine´tica dos campos de gauge com a inclusa˜o do novo
bo´son Xµ de U(1)X e´
Lgauge = −1
4
GaµνG
aµν − 1
4
BˆµνBˆ
µν +

2 cos θW
XˆµνBˆ
µν − 1
4
XˆµνXˆ
µν , (3.6)
onde Gaµν = ∂µW
a
ν − ∂νW aµ + gabcW bµW cν , Bˆµν = ∂µBˆν − ∂νBˆµ , Xˆµν = ∂µXˆν − ∂νXˆµ e a
2A denominac¸a˜o dark fo´ton foi originalmente dada para designar uma part´ıcula de massa nula medi-
adora de uma nova interac¸a˜o de longo alcance com acoplamento muito pequeno, pela qual interagiria a
ME [61].
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notac¸a˜o com circunflexo denota os campos antes da diagonalizac¸a˜o. Note que a inclusa˜o
de Xµ obriga-nos naturalmente adicionarmos o termo XˆµνXˆ
µν em Lgauge, mas tambe´m
obriga a adicionarmos o termo XˆµνBˆ
µν , pois ele e´ invariante de gauge e na˜o ha´ nenhuma
raza˜o a priori para na˜o inclu´ı-lo. A invariaˆncia desse termo mostra-se facilmente,
XˆµνBˆ
µν → Xˆ ′µνBˆ′µν =
(
∂µXˆ ′ν − ∂νXˆ ′µ
)(
∂µBˆ′ν − ∂νBˆ′µ
)
=
[
∂µ
(
Xˆν + ∂να
)
− ∂ν
(
Xˆµ + ∂µα
)] [
∂µ
(
Bˆν + ∂νβ
)
− ∂ν
(
Bˆµ + ∂µβ
)]
=
[
∂µXˆν − ∂νXˆµ + ∂µ∂να− ∂ν∂µα
] [
∂µBˆν − ∂νBˆµ + ∂µ∂νβ − ∂ν∂µβ
]
=
(
∂µXˆν − ∂νXˆµ
)(
∂µBˆν − ∂νBˆµ
)
Xˆ ′µνBˆ′µν = XˆµνBˆµν
Como na˜o ha´ nenhum outro termo invariante de gauge com dimensa˜o menor que quatro,
Lgauge e´ a mais geral poss´ıvel.
Para eliminar o termo cruzado XˆµνBˆ
µν em (3.6), redefinimos os campos por meio
da seguinte rotac¸a˜o GL(2, R),Xµ
Bµ
 =
√1− 2/ cos2 θW 0
−/ cos θW 1
Xˆµ
Bˆµ
 . (3.7)
ou,
Xˆµ =
1√
1− 2/ cos2 θW
Xµ
Bˆµ =
/ cos θW√
1− 2/ cos2 θW
Xµ +Bµ.
(3.8)
Apo´s a substituic¸a˜o em (3.6) e uma simplificac¸a˜o alge´brica direta, obtemos a lagrangiana
de gauge na forma usual
Lgauge = −1
4
GaµνG
aµν − 1
4
BµνB
µν − 1
4
XµνX
µν . (3.9)
3.1.2 Setor Escalar
No setor escalar do D2HDM vamos introduzir, ale´m dos dois dubletos Φi do 2HDM
convencional, um singleto escalar ΦS,
Φi ∼ (1, 2, 1, QXi)
ΦS ∼ (1, 1, 0, qX) , (3.10)
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parametrizados da seguinte forma,
Φi =
 φ+i
(vi + ρi + iηi) /
√
2
 , (3.11)
Φs =
1√
2
(vs + ρs + iηs) .
A inclusa˜o de ΦS implica na presenc¸a de termos adicionais ao potencial (2.36) do 2HDM
com simetria U(1). Se a carga qX de ΦS for tal que qX = QX1 − QX2, com QX1 e QX2
sendo as cargas dos dubletos, um termo do tipo Φ†1Φ2ΦS sera´ invariante e o potencial mais
geral para ΦS sera´
Vs = m
2
sΦ
†
sΦs +
λs
2
(
Φ†sΦs
)2
+
(
µΦ†1Φ2Φs + h.c.
)
+ µ1Φ
†
1Φ1Φ
†
sΦs + µ2Φ
†
2Φ2Φ
†
sΦs, (3.12)
que, somado a (2.36) compo˜em o potencial escalar mais geral do D2HDM. Entretanto,
vamos supor por simplicidade que a mistura entre ΦS e os dubletos Φi e´ pequena e pode
ser ignorada, de modo que podemos desconsiderar os termos µ, µ1 e µ2. Assim, o potencial
do modelo se torna
V (Φ1,Φ2,Φs) = m
2
11Φ
†
1Φ1 +m
2
22Φ
†
2Φ2 +m
2
sΦ
†
sΦs +
λ1
2
(
Φ†1Φ1
)2
+
λ2
2
(
Φ†2Φ2
)2
+
+ λ3
(
Φ†1Φ1
)(
Φ†2Φ2
)
+ λ4
(
Φ†1Φ2
)(
Φ†2Φ1
)
+
λs
2
(
Φ†sΦs
)2
.
(3.13)
Assumimos que apenas o dubleto Φ2 se acopla com os fe´rmions (2HDM tipo I)
e portanto ele deve ser neutro por U(1)X , de acordo com a tabela 2.3. Escolhemos as
seguintes cargas para os demais escalares,
QX1 = 2
QX2 = 0 (3.14)
qX = 2.
A simetria U(1)X e´ quebrada quando Φ1 ou ΦS adquirem VEV, dados por
Φi =
1√
2
0
vi

Φs =
vs√
2
.
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Seguindo o mesmo procedimento da sec¸a˜o 2.1 obtemos as seguintes condic¸o˜es de
mı´nimo para o potencial,
m211 +
1
2
λ1v
2
1 +
1
2
λ3v
2
2 +
1
2
λ4v
2
2 = 0
m222 +
1
2
λ2v
2
2 +
1
2
λ3v
2
1 +
1
2
λ4v
2
1 = 0 (3.15)
m2S +
1
2
λSv
2
S = 0.
A matriz de massa para os escalares neutros (ja´ utilizando as condic¸o˜es (3.15)), e´ dada
por
M2H,h,hS =

λ1v
2
1 λ3v1v2 + λ4v1v2 0
λ3v1v2 + λ4v1v2 λ2v
2
2 0
0 0 λSv
2
S
 . (3.16)
Note que o escalar neutro proveniente do singleto ΦS ja´ e´ um autoestado f´ısico com massa
m2hS = λSv
2
S,
enquanto que os outros escalares f´ısicos H e h sa˜o dados por,H
h
 =
 cosα sinα
− sinα cosα
ρ1
ρ2
 , (3.17)
com
tan 2α =
2 (λ3 + λ4) v1v2
λ1v21 − λ2v22
. (3.18)
As massas de H e h sa˜o dadas por (note que mH ≥ mh),
m2H =
1
2
[
λ1v
2
1 + λ2v
2
2 +
√
(λ1v21 − λ2v22)2 + 4 (λ3 + λ4)2 v21v22
]
m2h =
1
2
[
λ1v
2
1 + λ2v
2
2 −
√
(λ1v21 − λ2v22)2 + 4 (λ3 + λ4)2 v21v22
]
.
(3.19)
No D2HDM, o Higgs mais pesado H sera´ identificado como sendo o escalar de massa
mH = 125 GeV descoberto no LHC. Como apenas Φ2 se acopla aos fe´rmions do MP
(vide (2.33)), faremos com que sinα ' ±1, de modo que H ≈ φ2 e h ≈ φ1 (a escolha de
sinα ' 0 faz com que o Higgs mais leve h seja o Higgs do LHC).
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Para os escalares carregados valem os mesmos resultados nas equac¸o˜es (2.24),
(2.25), (2.27), (2.30), (2.31) com m12 = λ5 = 0. Ja´ para os pseudoescalares, temos a
seguinte matriz de massa,
M2η =

m211 +
1
2
λ1v
2
1 +
1
2
λ3v
2
2 +
1
2
λ4v
2
2 0 0
0 m222 +
1
2
λ3v
2
1 +
1
2
λ4v
2
1 +
1
2
λ2v
2
2 0
0 0 m2S +
1
2
λSv
2
S
 .
Note que aplicando as condic¸o˜es (3.15) todos os elementos dessa matriz se anulam, o que
significa que os treˆs pseudoescalares teˆm massa zero. E´ esperado que dois deles realmente
na˜o tenham massa, pois eles sera˜o os bo´sons de Goldstone necessa´rios para fazer Z e
Z ′ massivos. Entretanto, restara´ ainda um pseudoescalar sem massa no espectro, o que
constitui um problema. Esse problema surge devido a` nossa hipo´tese simplificadora de
na˜o haver termos de mistura entre o singleto e os dubletos no potencial. No caso em que
essa mistura e´ levada em conta e os termos µ, µ1 e µ2 sa˜o restaurados em V (Φ1,Φ2,ΦS),
verifica-se que a matriz de massa se torna
M2η = µ

−v2vS
v1
vS v2
vS −v1vSv2 −v1
v2 −v1 −v1v2vS
 , (3.20)
a qual possui dois autovalores nulos, correspondentes a`s massas dos Goldstones, e um
autovalor na˜o nulo m2A = µ (−v21v22 − v21v2S − v22v2S) /v1v2vS, correspondente a` massa do
pseudoescalar f´ısico A.
A inclusa˜o desses termos de mistura no potencial leva a uma modificac¸a˜o na˜o so´
na matriz de massa dos pseudoescalares, mas tambe´m na matrix dos escalares neutros,
fazendo com que a matriz de rotac¸a˜o se torne bem mais complexa que aquela dada em
(3.17), passando ela a depender de treˆs aˆngulos de mistura ao inve´s de apenas um, dificul-
tando enormemente a ana´lise fenomenolo´gica do modelo. Conscientes dessas dificuldades,
vamos continuar com o potencial (3.13), sem os termos de mistura µ, µ1 e µ2, para manter
a simplicidade e poder preditivo do modelo.
Uma u´ltima observac¸a˜o que pode ser feita a respeito do potencial (3.13) e´ que a
auseˆncia de mistura entre o singleto e os dubletos faz com que o escalar f´ısico de ΦS na˜o
interaja com os outros escalares e, ale´m disso, na˜o interaja tambe´m com os fe´rmions, pois
na˜o ha´ como construir um acoplamento de Yukawa para ΦS. Por estas caracter´ısticas,
este escalar tem sido proposto como candidato a` ME [65].
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3.1.3 Bo´sons de Gauge F´ısicos
Nesta sec¸a˜o estamos interessados na obtenc¸a˜o dos bo´sons de gauge f´ısicos do
D2HDM que surgem do termo cine´tico da lagrangiana escalar apo´s a QES. Com a redefi-
nic¸a˜o dos campos Bˆµ e Xˆµ na equac¸a˜o (3.8), temos que reescrever a derivada covariante
(3.2) em termos de Bµ e Xµ. Como  1, podemos manter apenas os termos em primeira
ordem em (3.8), e escrever Bˆµ e Xˆµ como
Xˆµ ' Xµ
Bˆµ 'Bµ + 
cos θW
Xµ.
(3.21)
Substituindo na equac¸a˜o (3.2), temos
Dµ = ∂µ + igT
aW aµ + ig
′Y
2
Bµ +
i
2
(
g′
Y
cos θW
+ gXQX
)
Xµ. (3.22)
Escrevendo Dµ explicitamente,
Dµ = ∂µ +
i
2
gW 3µ + g′Y Bµ +GXXµ g√2W+µ
g
√
2W−µ −gW 3µ + g′Y Bµ +GXXµ
 ,
(onde foi feito GX = g
′Y/ cos θW + gXQX), e aplicando-a aos dubletos escalares Φi apo´s
a QES (ignorando o termo ∂µ que da´ apenas a cine´tica dos campos escalares e lembrando
que as hipercargas dos dubletos valem Y = 1), temos
DµΦi =
i
2
√
2
gW 3µ + g′Bµ +GXiXµ g√2W+µ
g
√
2W−µ −gW 3µ + g′Bµ +GXiXµ
0
vi

DµΦi =
i
2
√
2
vi
 √2gW+µ
−gW 3µ + g′Bµ +GXiXµ
 .
Assim,
(DµΦi)
† (DµΦi) =
1
4
v2i g
2W−µ W
+µ +
1
8
v2i
[
g2W 3µW
3µ + g′2BµBµ +G2XiXµX
µ
]
+
+
1
8
v2i
[−2gg′W 3µBµ − 2gGXiW 3µXµ + 2g′GXiBµXµ] .
Realizando a rotac¸a˜o eletrofraca (1.36),
Bµ = cos θWAµ − sin θWZ0µ
W 3µ = sin θWAµ + cos θWZ
0
µ,
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obtemos,
(DµΦi)
† (DµΦi) =
1
4
v2i g
2W−µ W
+µ +
1
8
v2i
[
g2ZZ
0
µZ
0µ +G2XiXµX
µ − 2gZGXiZ0µXµ
]
,
(3.23)
onde g2Z = g
2 + g′2 = g2/ cos2 θW . Vemos nessa expressa˜o que o campo Aµ na˜o possui
massa, sendo portanto identificado como sendo o fo´ton.
A derivada covariante aplicada ao singleto escalar ΦS (com Y = 0 e T
a = 0 e
ignorando novamente o termo ∂µ) se escreve,
DµΦS =
i
2
√
2
vsgXqXXµ,
de modo que,
(DµΦS)
† (DµΦS) =
1
8
v2sg
2
Xq
2
XXµX
µ. (3.24)
Note que ΦS so´ contribui para a massa do bo´son de gauge de U(1)X . Podemos enta˜o
escrever o termo cine´tico da lagrangiana escalar como,
Lmassa = (DµΦ1)† (DµΦ1) + (DµΦ2)† (DµΦ2) + (DµΦS)† (DµΦS)
Lmassa = 1
4
g2v2W−µ W
+µ +
1
8
g2Zv
2Z0µZ
0µ − 1
4
gZ
(
GX1v
2
1 +GX2v
2
2
)
Z0µX
µ+
+
1
8
(
v21G
2
X1 + v
2
2G
2
X2 + v
2
sg
2
Xq
2
X
)
XµX
µ,
(3.25)
onde foi feito v2 = v21 + v
2
2. Escrevendo ainda os va´cuos vi em termos do aˆngulo β por
meio de tan β = v2/v1 (de modo que v1 = v cos β e v2 = v sin β), e lembrando das cargas
dos escalares dadas nas equac¸o˜es (3.14), temos
Lmassa = 1
4
g2v2W−µ W
+µ +
1
8
g2Zv
2Z0µZ
0µ − 1
4
[
2gZgXv
2 cos2 β + g2Zv
2 tan θW
]
Z0µX
µ+
+
1
2
[
g2X
(
v2 cos2 β + v2s
)
+ gXgZv
2 cos2 β tan θW +
1
4
2g2Zv
2 tan2 θW
]
XµX
µ.
(3.26)
Fazendo ainda,
m2W =
1
4
g2v2
m2Z0 =
1
4
g2Zv
2 (3.27)
∆2 =
1
4
[
2gZgXv
2 cos2 β + g2Zv
2 tan θW
]
m2X = g
2
X
(
v2 cos2 β + v2s
)
+ gXgZv
2 cos2 β tan θW +
1
4
2g2Zv
2 tan2 θW ,
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podemos escrever,
Lmassa = m2WW−µ W+µ +
1
2
m2Z0Z
0
µZ
0µ −∆2Z0µXµ +
1
2
m2XXµX
µ. (3.28)
Vemos por esta expressa˜o que os bo´sons W±µ ja´ sa˜o estados f´ısicos de massa mW . Entre-
tanto os bo´sons neutros se misturam segundo a seguinte matriz de massa,
M2Z′Z =
m2Z0 −∆2
−∆2 m2X
 . (3.29)
Os autovalores dessa matriz da˜o as massas de Z e Z ′,
m2Z =
1
2
[
m2Z0 +m
2
X +
√(
m2Z0 −m2X
)2
+ 4 (∆2)2
]
m2Z′ =
1
2
[
m2Z0 +m
2
X −
√(
m2Z0 −m2X
)2
+ 4 (∆2)2
]
.
(3.30)
Diagonalizamos M2Z′Z com uma rotac¸a˜o de um aˆngulo ξ,Zµ
Z ′µ
 =
cos ξ − sin ξ
sin ξ cos ξ
Z0µ
Xµ
 , (3.31)
onde ξ e´ dado por,
tan 2ξ =
2∆2
m2Z0 −m2X
. (3.32)
Este aˆngulo ξ da mistura Z − Z ′ e´ vinculado a ser muito pequeno pelas medic¸o˜es de
precisa˜o dos paraˆmetros do bo´son Z pelo LEP [31]. Fazendo enta˜o ξ  1, temos
tan 2ξ ' sin 2ξ ' 2ξ. (3.33)
Assim,
ξ ' ∆
2
m2Z0 −m2X
. (3.34)
Como estamos interessados em um Z ′ bastante leve, mZ′ . O(1) GeV, vamos assumir o
limite m2Z0  m2X (o que implica tambe´m m2Z0  ∆2). Nesse limite,
ξ ' ∆
2
m2Z0
, (3.35)
ou,
ξ ' Z +  tan θW , (3.36)
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com
Z = 2
gX
gZ
cos2 β, (3.37)
(o fator 2 adve´m da carga QX1 de Φ1; caso houvesse apenas um dubleto, ou Φ1 na˜o fosse
carregado por U(1)X , Z seria nulo). Note que usando as equac¸o˜es (3.35)-(3.37), podemos
escrever M2Z′Z como
M2Z′Z =
1
2
m2Z0
 1 −∆2/m2Z0
−∆2/m2Z0 m2X/m2Z0

M2Z′Z ' m2Z0
 1 − (Z +  tan θW )
− (Z +  tan θW ) m2X/m2Z0
 , (3.38)
que e´ a equac¸a˜o (3.4). Como ja´ comentado anteriormente, M2Z′Z parametrizada desta
forma exibe de maneira clara a origem das contribuic¸o˜es para a mistura Z − Z ′, parte
devida ao dubleto Φ1, parte devida a` mistura cine´tica (3.1).
Por fim, no limite m2Z0  m2X ,∆2, podemos escrever expresso˜es aproximadas para
as massas de Z e Z ′. Partindo das equac¸o˜es (3.30), temos
m2Z =
1
2
[
m2Z0 +m
2
X +
√(
m2Z0 −m2X
)2
+ 4 (∆2)2
]
' 1
2
[
m2Z0 +
√
m4Z0 + 4 (∆
2)2
]
' 1
2
[
m2Z0 +m
2
Z0
]
ou seja,
m2Z ' m2Z0 =
1
4
g2Zv
2. (3.39)
Do mesmo modo para Z ′,
m2Z′ =
1
2
[
m2Z0 +m
2
X −
√(
m2Z0 −m2X
)2
+ 4 (∆2)2
]
=
1
2
m2Z0 +m2X − (m2Z0 −m2X)
[
1 +
4 (∆2)
2(
m2Z0 −m2X
)2
] 1
2

' 1
2
{
m2Z0 +m
2
X −
(
m2Z0 −m2X
) [
1 +
2 (∆2)
2(
m2Z0 −m2X
)2
]}
' 1
2
[
m2Z0 +m
2
X −m2Z0 +m2X −
2 (∆2)
2
m2Z0
]
' m2X −
(∆2)
2
m2Z0
,
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onde expandimos o termo entre colchetes da segunda linha e mantivemos termos ate´
primeira ordem em (∆2)
2
/
(
m2Z0 −m2X
)2
. Assim,
m2Z′ ' m2X −
(∆2)
2
m2Z0
= g2X
(
v2 cos2 β sin2 β + v2s
)
. (3.40)
3.1.4 Interac¸a˜o do Dark Z com os Fe´rmions
Os termos de interac¸a˜o dos bo´sons de gauge com os fe´rmions aparecem quando
substitu´ımos a derivada covariante na lagrangiana dos campos de mate´ria,
Lfe´rmion =
∑
fe´rmions
Ψ¯LiγµDµΨ
L + Ψ¯RiγµDµΨ
R.
Como a corrente carregada do D2HDM e´ ideˆntica a` do MP, nos concentraremos apenas
nos termos referentes ao geradores diagonais da derivada covariante (3.22), relacionados
a Aµ, Zµ e Z
′
µ. Como neste modelo as cargas dos fe´rmions QX sa˜o todas nulas, temos
Dµ = igT
3W 3µ + ig
′Y
2
Bµ +
i
2
g′
Y
cos θW
Xµ. (3.41)
Para escrever Dµ em func¸a˜o dos campos f´ısicos, realizamos a rotac¸a˜o eletrofraca (1.36), e
ainda, por meio de (3.31) temos Xµ e Z
0
µ em termos dos campos f´ısicos Zµ e Z
′
µ,
Z0µ = cos ξZµ + sin ξZ
′
µ
Xµ = − sin ξZµ + cos ξZ ′µ.
(3.42)
Substituindo em (3.41), temos
Dµ = ieQAµ + i
[
gZ
(
T 3 −Q sin2 θW
)
cos ξ − 1
2
gZY tan θW sin ξ
]
Zµ+
+ i
[
gZ
(
T 3 −Q sin2 θW
)
sin ξ +
1
2
gZY tan θW cos ξ
]
Z ′µ,
(3.43)
onde usamos g sin θW = g
′ cos θW = e, gZ = g/ cos θW e Q = T 3 + Y/2. Enta˜o,
Ψ¯LiγµDµΨ
L = −eQf ψ¯Lf γµψLfAµ−
−
[
gZ
(
TL3f −Qf sin2 θW
)
cos ξ − 1
2
gZY
L
f tan θW sin ξ
]
ψ¯Lf γ
µψLf Zµ−
−
[
gZ
(
TL3f −Qf sin2 θW
)
sin ξ +
1
2
gZY
L
f tan θW cos ξ
]
ψ¯Lf γ
µψLf Z
′
µ,
(3.44)
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onde a soma sobre f esta´ impl´ıcita. Para os campos de ma˜o direita basta fazer TR3f = 0
para qualquer fe´rmion (pois ΨR e´ singleto por SU(2)L),
Ψ¯RiγµDµΨ
R = −eQf ψ¯Rf γµψRf Aµ−
−
[
−gZQf sin2 θW cos ξ − 1
2
gZY
R
f tan θW sin ξ
]
ψ¯Rf γ
µψRf Zµ−
−
[
−gZQf sin2 θW sin ξ + 1
2
gZY
R
f tan θW cos ξ
]
ψ¯Rf γ
µψRf Z
′
µ.
(3.45)
Substituindo (3.44) e (3.45) em Lfe´rmion, escrevendo os campos sem helicidade e agrupando
os termos, apo´s um longo trabalho alge´brico (os detalhes se encontram no apeˆndice B),
encontramos
Lfe´rmion = −eQf ψ¯fγµψfAµ − gZ cos ξ
[(
T3f
2
−Qf sin2 θW
)
ψ¯fγ
µψf − T3f
2
ψ¯fγ
µγ5ψf
]
Zµ−
− gZ tan θW sin ξ
[(
T3f
2
−Qf
)
ψ¯fγ
µψf − T3f
2
ψ¯fγ
µγ5ψf
]
Zµ−
− gZ sin ξ
[(
T3f
2
−Qf sin2 θW
)
ψ¯fγ
µψf − T3f
2
ψ¯fγ
µγ5ψf
]
Z ′µ+
+ gZ tan θW cos ξ
[(
T3f
2
−Qf
)
ψ¯fγ
µψf − 1
2
T3f ψ¯fγ
µγ5ψf
]
Z ′µ,
(3.46)
onde foi feito TL3f = T3f . Usando agora o fato de ξ  1 juntamente com a equac¸a˜o (3.36),
temos as seguintes aproximac¸o˜es para sin ξ e cos ξ,
cos ξ ' 1, (3.47)
e
sin ξ ' ξ ' Z +  tan θW . (3.48)
Substituindo estas expresso˜es em (3.46) e mantendo apenas termos de primeira ordem em
 e Z , obtemos finalmente (vide apeˆndice B),
Lfe´rmion = −eQf ψ¯fγµψfAµ − gZ
[(
T3f
2
−Qf sin2 θW
)
ψ¯fγ
µψf − T3f
2
ψ¯fγ
µγ5ψf
]
Zµ−
− eQf ψ¯fγµψfZ ′µ − ZgZ
[(
T3f
2
−Qf sin2 θW
)
ψ¯fγ
µψf − T3f
2
ψ¯fγ
µγ5ψf
]
Z ′µ,
ou ainda,
Lfe´rmion = −eJµemAµ − gZJµNCZµ − eJµemZ ′µ − ZgZJµNCZ ′µ
Lfe´rmion = −eJµem
(
Aµ − Z ′µ
)− gZJµNC (Zµ − ZZ ′µ) , (3.49)
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onde,
Jµem = Qf ψ¯fγ
µψf ,
e
JµNC =
(
T3f
2
−Qf sin2 θW
)
ψ¯fγ
µψf − T3f
2
ψ¯fγ
µγ5ψf .
Vemos enta˜o que no D2HDM as correntes eletromagne´tica e neutra apresentam pequenos
desvios em relac¸a˜o a`quelas do MP, proporcionais a`s quantidades pequenas  e Z , em
decorreˆncia da presenc¸a do dark Z.
3.2 Fenomenologia em Aceleradores
Nesta sec¸a˜o trataremos de alguns aspectos fenomenolo´gicos do D2HDM, dos v´ın-
culos impostos ate´ o momento e da possibilidade de detecc¸a˜o do dark Z nos colisores. A
ana´lise que faremos na˜o pretende ser completa nem tampouco muito aprofundada, nos
detendo apenas a fazer uma breve introduc¸a˜o ao panorama da busca pelo Z ′ nos ace-
leradores e a destacar os aspectos mais significativos para o D2HDM nos experimentos
correntes de altas energias. Na maior parte desta ana´lise, nos baseamos na ref.[62], em-
bora na˜o nos limitemos a ela. Para estudos mais detalhados, inclusive considerando a
fenomenologia em experimentos de baixa energia, o leitor e´ remetido a`s seguintes refs.
[62, 64, 63, 66, 67, 68].
A detecc¸a˜o de novos bo´sons vetoriais tem sido objeto de grande interesse na busca
experimental por nova f´ısica, pois qualquer extensa˜o de gauge do MP implica a existeˆncia
de novas part´ıculas deste tipo. O bo´son Z ′, em particular, tem recebido bastante atenc¸a˜o
[69, 70, 71]. Ele pode ser produzido nos colisores de le´ptons e de hadrons predominan-
temente via canal-s, decaindo em pares de fe´rmions, como mostrado na figura 3.1. Nos
colisores de hadrons a existeˆncia do Z ′ pode ser detectada como uma ressonaˆncia na dis-
tribuic¸a˜o de massa invariante do par de part´ıculas resultantes do decaimento, sendo o pico
da ressonaˆncia localizado no valor de sua massa.
Ao longo dos u´ltimos anos, v´ınculos experimentais teˆm sido impostos pelo LEP
[72], Tevatron [74, 75] e mais recentemente pelo ATLAS [76] e CMS [77], estes u´ltimos
constituindo os v´ınculos mais estringentes ate´ o momento. A busca nestes u´ltimos detec-
tores tem sido feita no canal dile´pton, sendo selecionados eventos que apresentem um par
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Figura 3.1: Diagrama de Feynman do processo dominante de produc¸a˜o de Z ′ em colisores de le´ptons.
de le´ptons carregados (ele´trons ou mu´ons) como estados finais do processo. Sa˜o enta˜o
procurados excessos em relac¸a˜o ao nu´mero de eventos esperados, produzidos por proces-
sos previstos pelo MP (background). No detector do ATLAS, com a energia do centro
de massa de
√
s = 8 TeV e com 20.5 fb−1 de luminosidade integrada, nenhum excesso foi
encontrado, como mostrado na figura 3.2. Os resultados do CMS sa˜o semelhantes, e esta˜o
de acordo com o previsto pelo MP nessa faixa de energias.
Figura 3.2: Distribuic¸o˜es de massa invariante nos canais dieletron (a` esquerda) e dimuon (a` direita) no
detector do ATLAS LHC. Os dados experimentais sa˜o representados pelos pontos pretos e o background
e´ representado pelas a´reas coloridas. Os dados sa˜o consistentes com o MP, na˜o sendo observado nenhum
excesso em relac¸a˜o ao background. Retirado da ref. [76].
Na figura 3.3 sa˜o mostrados limites inferiores para a massa do Z ′ em alguns mode-
los, obtidos a partir dos dados do ATLAS, estando esses limites na faixa dos 2 − 3 TeV.
O bo´son Z ′SSM que aparece nas figuras 3.2 e 3.3 corresponde ao modelo Sequential Stan-
dard Model (SSB), o qual assume acoplamentos do Z ′ ideˆnticos ao do MP. Os outros dois
bo´sons Z ′χ e Z
′
ψ da figura 3.3 correspondem a modelos inspirados no modelo de grande
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Figura 3.3: Limites superiores para as sec¸o˜es de choque do processo vezes branching ratio σB,
σ (Z ′ → l+l−), com n´ıvel de confianc¸a de 95% . Dados coletados correspondentes a uma luminosidade
integrada de 20 fb−1 na energia do centro do massa
√
s = 8TeV no detector do ATLAS LHC. Va´rios ce-
na´rios sa˜o sobrepostos, com os limites de exclusa˜o da massa extra´ıdos na intersecc¸a˜o das linhas previstas
pelos modelos. Retirado da ref. [80].
unificac¸a˜o baseado no grupo E6, os quais diferem em relac¸a˜o ao cena´rio da quebra dessa
simetria, levando a diferentes grupos U(1)χ e U(1)ψ em baixas energias. Nessa classe de
modelos, supo˜e-se que os fe´rmions teˆm cargas por U(1)′, e portanto, se acoplam direta-
mente a Z ′, com uma intensidade semelhante ao acoplamento dos fe´rmions com o bo´son
Z do MP. Ale´m disso, em todos esses modelos, Z ′ e´ supostamente pesado.
Entretanto, o cena´rio que estamos interessados e´ de um Z ′ leve (com massa mZ′ .
O(1) GeV) que se acopla aos fe´rmions (neutros por U(1)X) muito fracamente, suprimidos
pelas quantidades pequenas  e Z advindas da mistura cine´tica e de massa. Nesse caso,
o Z ′ (dark Z) se torna praticamente “invis´ıvel” a essa busca do ATLAS no canal dile´p-
ton, devido ao sinal produzido por ele ser muito fraco em relac¸a˜o ao background, o que
provocaria um excesso extremamente pequeno, muito dif´ıcil de ser destacado.
O v´ınculo relevante que devemos levar em considerac¸a˜o e´ aquele estabelecido pelo
LEP, segundo o qual um Z ′ com massa menor que 209 GeV (energia ma´xima de operac¸a˜o
do LEP) deve ter uma constante de acoplamento com os fe´rmions menor do que 10−2 [31,
72, 73]. Isto e´ naturalmente esperado no D2HDM dado que a constante de acoplamento
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Figura 3.4: Diagrama de Feynman da produc¸a˜o associada do Higgs com o bo´son Z. O “ * ” sobre o Z
indica que ele e´ produzido off-shell.
gZ e´ multiplicada por Z , de modo que a constante de acoplamento efetiva, gZ′ = ZgZ , e´
pequena. Por exemplo, para um Z ′ com massa mZ′ = 5 GeV, se considerarmos tan β = 10
e vS = 250 GeV, a equac¸a˜o (3.40) implica gX = 0.02, o qual na˜o e´ um valor excessivamente
pequeno (para fins de comparac¸a˜o, a constante de acoplamento gZ vale gZ = 0.718).
Usando a equac¸a˜o (3.37) obtemos gZ′ = 3.8× 10−4, o que esta´ bem abaixo do v´ınculo do
LEP. De modo geral, este v´ınculo e´ facilmente satisfeito no contexto do D2HDM.
Outro v´ınculo do LEP diz respeito ao limite inferior para a massa de um escalar
neutro com acoplamentos tipo Higgs padra˜o, obtido considerando a produc¸a˜o associada
com bo´son Z (veja figura 3.4). Esse v´ınculo estabelece que mh ≥ 114 GeV [78], o que
implica, em princ´ıpio, que a massa do Higgs leve h teria que estar entre 114 GeV e 125 GeV
(massa do H). Pore´m, nos 2HDMs em geral, o acoplamento hZZ e´ suprimido pelo fator
sin (β − α) [79], de modo que,
σ2HDM
(
e+e− → hZ) = sin2 (β − α)σSM (e+e− → hZ) , (3.50)
o que faz com que h seja bastante gaugefo´bico para valores pequenos de sin (β − α). Ale´m
disso, o estudo do LEP pressupo˜e que o Higgs decai predominantemente em τ ′s ou quarks
b [78]. No D2HDM, entretanto, o h decaira´ principalmente em Z ′Z ′ (veja a figura 3.7 a
seguir) e na˜o em quarks b, como considerado pelo LEP. Como a busca experimental na˜o
considerou a detecc¸a˜o em canais onde os fe´rmions sa˜o resultantes do decaimento de um
Z ′ leve, o v´ınculo que deve ser levado em considerac¸a˜o e´ o da largura invis´ıvel do Higgs,
mostrado na figura 3.5.
Pela ana´lise da figura 3.5 veˆ-se que para valores suficientemente pequenos de
sin (β − α), e´ permitido que h tenha qualquer valor de massa. Vamos supor que ela
seja maior que mH/2, de modo que o decaimento H → hh seja cinematicamente proi-
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Figura 3.5: Vı´nculos do LEP no decaimento invis´ıvel do Higgs σ (Zh)BR (h→ inv) /σ (ZHSM ) no
n´ıvel de confianc¸a de 95 %. As regio˜es exclu´ıdas se encontram a` esquerda das curvas. Retirado da ref.
[62].
bido (para na˜o haver risco de conflito com as medidas experimentais dos acoplamentos do
Higgs do LHC) e ainda que ela seja menor que mZ , de modo que o decaimento h→ ZZ ′
tambe´m na˜o ocorra, para facilitar a ana´lise. Em resumo, estamos interessados na faixa
de valores mH/2 ≤ mh ≤ mZ (em torno de 60− 90 GeV).
Neste cena´rio, apesar de possuir um acoplamento com os fe´rmions ta˜o suprimido,
dificultando a detecc¸a˜o por meio do canal dile´pton, ha´ uma possibilidade interessante
de se detectar o Z ′ nos aceleradores por meio do decaimento do h em quatro le´ptons,
h→ Z ′Z ′ → l+l−l+l−, como mostrado na figura 3.6. No apeˆndice C, calculamos a largura
de decaimento de h→ Z ′Z ′,
Γ (h→ Z ′Z ′) ' g
2
Z
128pi
m3h
m2Z
(δ tan β)4
(
cos3 β cosα− sin3 β sinα
cos β sin β
)2
, (3.51)
onde
δ =
cos β cos βd√
1− cos2 β cos2 βd
, (3.52)
com cos βd = v1/ (v
2
1 + v
2
S)
1
2 . Tipicamente, o decaimento dominante do Higgs e´ em quarks
bb¯, cuja largura e´ dada por,
Γ
(
h→ bb¯) ' 3m2bmh
8piv2
(
cosα
sin β
)2
. (3.53)
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Figura 3.6: Diagrama de Feynman do decaimento do Higgs leve em 4 fe´rmions por meio do dark Z.
Comparando as duas larguras, temos
Γ (h→ Z ′Z ′)
Γ
(
h→ bb¯) = m2h12m2b (δ tan β)4
(
cos3 β cosα− sin3 β sinα
cos β sin β
)2(
sin β
cosα
)2
. (3.54)
Vamos atribuir alguns valores nume´ricos t´ıpicos aos diversos paraˆmetros para avaliar essa
expressa˜o. Supondo mh = 80 GeV, sinα = 0.97, tan β = 10 e vS = 250 GeV
3, temos
Γ (h→ Z ′Z ′) ' 4.5 Γ (h→ bb¯) . (3.55)
Para estes valores espec´ıficos, vemos que a largura em Z ′Z ′ e´ mais de quatro vezes maior
do que a largura em bb¯. De fato, foi mostrado na ref.[62] que o h decai predominantemente
via h→ Z ′Z ′ na maior parte do espac¸o de paraˆmetros, podendo o branching ratio chegar
a mais de 90% em algumas regio˜es e sendo tipicamente maior que 50% na maioria delas. O
canal Z ′Z ′ domina o decaimento do h da mesma forma que o decaimento do Higgs padra˜o
seria dominado pelos canais WW e ZZ se a massa do Higgs fosse suficientemente grande
[64]. Na figura 3.7 e´ mostrado esse comportamento. Veˆ-se que quanto maior o valor de
tan β, mais e´ favorecido o decaimento em Z ′Z ′. As curvas em preto indicam o v´ınculo da
largura invis´ıvel do h imposto pelo LEP. Note que apenas a regia˜o onde sinα ≈ ±1 ainda
permanece va´lida frente aos dados experimentais.
O Z ′ produzido desta forma, e posteriormente decaindo em le´ptons, produz uma
assinatura experimental bastante clara, que pode ser detectada nos aceleradores. Devido
ao fato do Z ′ aqui considerado ser ta˜o leve, os le´ptons resultantes do seu decaimento
emergira˜o praticamente na mesma direc¸a˜o, formando um “feixe” altamente colimado, o
qual e´ chamado de jet de leptons. O ATLAS procurou observar esse efeito fazendo uma
3Note que na˜o e´ necessa´rio especificar o valor de mZ′ para avaliar a expressa˜o (3.54). O valor de mZ′
dependera´ do valor de gX de acordo com a equac¸a˜o (3.40). Para os valores dados de tanβ e vS e para
gX = 0.01, por exemplo, temos mZ′ ' 2.5GeV.
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Figura 3.7: Regio˜es do espac¸o de paraˆmetros onde o decaimento do Higgs leve e´ dominado pelo canal
h → Z ′Z ′ para mh = 60 GeV (a` esquerda) e mh = 90 GeV (a` direita). Nas curvas pontilhadas (trace-
jadas) o branching ratio e´ 50% (90%). As cores das curvas correspondem a diferentes valores de δ tanβ:
δ tanβ = 0.1 (azul), δ tanβ = 0.2 (vermelho) e δ tanβ = 0.3 (verde). As curvas em preto representam
o v´ınculo do LEP da largura invis´ıvel do h, de forma que as regio˜es centrais entre as duas curvas esta˜o
exclu´ıdas. Retirado da ref. [62].
busca espec´ıfica por jets de ele´trons e de mu´ons, selecionando eventos com pelo menos dois
le´ptons por jet que atingem o detector com uma separac¸a˜o angular ∆R pequena (∆R < 0.2
para ele´trons e ∆R < 0.1 para mu´ons), na energia do centro de massa
√
s = 7 TeV [82].
Os dados relevantes sa˜o mostrados nas tabelas 3.1 e 3.2. Apesar da ana´lise dos dados ter
sido espec´ıfica, usando um modelo de hidden valley [81] como refereˆncia, os resultados
podem ser adaptados para o nosso caso.
2 Jet de ele´trons 1 Jet de mu´ons 2 Jets de mu´ons
Dados 15 7 3
Background 15.2 ±2.7 3.0 ±1.0 0.5 ±0.3
Tabela 3.1: Nu´mero de eventos observados e background estimado na busca de jets de le´ptons no
ATLAS LHC, com energia de centro de massa
√
s = 7 TeV e luminosidade integrada de 5 fb−1. A busca
foi feita em eventos que apresentam 2 jets eletroˆnicos, 1 e 2 jets muoˆnicos com pelo menos 2 ele´trons ou
mu´ons por jet. Adaptado da ref. [82].
Vemos na tabela 3.1 que embora haja um leve excesso no canal de mu´ons, os
resultados ainda sa˜o consistentes com o MP no n´ıvel de 2σ [82]. Para um Z ′ de massa
mZ′ = 500 MeV, vemos na tabela 3.2 que o limite superior para a sec¸a˜o de choque vezes
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branching ratio no canal de ele´trons e´ de 0.20 fb, e de 0.19 fb no canal de mu´ons.
mZ′ 2 Jets de ele´trons 1 Jet de mu´on 2 Jets de mu´ons
150 MeV 0.082 pb - -
300 MeV 0.11 pb 0.060 pb 0.017 pb
500 MeV 0.20 pb 0.15 pb 0.019 pb
Tabela 3.2: Limites superiores observados para a sec¸a˜o de choque vezes branching ratio (σ × BR) em
eventos de jets de le´ptons no ATLAS LHC, com energia de centro de massa
√
s = 7 TeV e luminosidade
integrada de 5 fb−1. Adaptado da ref. [82].
Explicitamente, esse v´ınculo se expressa da seguinte forma (considerando os resul-
tados dos jets de mu´ons, por exemplo),
σ (pp→ h)BR (h→ Z ′Z ′)BR2 (Z ′ → µ+µ−) . 19 fb. (3.56)
Podemos fazer uma estimativa simples utilizando alguns valores t´ıpicos para se ter
uma ide´ia do qua˜o estringente e´ esse v´ınculo para os paraˆmetros do D2HDM. Considerando
a fusa˜o de glu´ons como mecanismo dominante na produc¸a˜o do h, podemos utilizar o valor
de σ (pp→ HMP) da ref.[83] para obter o valor de σ (pp→ h). Como no D2HDM o
acoplamento do h com os quarks t e´ modulado pelo fator (cosα/ sin β), temos
σ (pp→ h) = σ (pp→ HMP)
(
cosα
sin β
)2
. (3.57)
Supondo uma massa de mh = 80 GeV, pela ref.[83] temos que σ (pp→ HMP) = 37 pb.
Como o decaimento de h e´ amplamente dominado por Z ′Z ′, vamos considerar um valor
conservador de BR (h→ Z ′Z ′) = 0.75. Vamos supor tambe´m que BR (Z ′ → µ+µ−) = 0.1
(note que apesar do acoplamento suprimido, e´ razoa´vel um branching ratio de 10% em
µ+µ−, pois os u´nicos decaimentos cinematicamente permitidos para o Z ′ sa˜o em fe´rmi-
ons leves). Ale´m disso, vamos supor tan β = 10 e sinα = 0.97. Juntando todas essas
informac¸o˜es na equac¸a˜o (3.56), temos
σ (pp→ HMP)
(
cosα
sin β
)2
BR (h→ Z ′Z ′)BR2 (Z ′ → µ+µ−) ≤ 19 fb
(37 pb)
(
0.243
0.995
)2
(0.75) (0.1)2 ≤ 19 fb
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16.6 fb ≤ 19 fb.
Foi poss´ıvel portanto, assumindo valores razoa´veis para os paraˆmetros do modelo, satis-
fazer o v´ınculo do ATLAS sem problemas. Esperamos enta˜o que o D2HDM ainda seja
um modelo via´vel frente aos dados experimentais atuais, embora uma ana´lise mais apro-
fundada seja requerida. Vale ressaltar que se for permitido ao Z ′ decair em part´ıculas
do setor escondido, provavelmente BR (Z ′ → µ+µ−) tera´ um valor menor, fazendo com
que o v´ınculo (3.56) se torne mais fraco, embora se torne tambe´m mais dif´ıcil a detec-
c¸a˜o do efeito. Esperamos que com os dados da rodada 2 do LHC a busca por jets de
le´ptons continue a ser feita, de modo que seja poss´ıvel vincular ainda mais o modelo ou,
possivelmente (e mais interessante), descobrir a existeˆncia do dark Z.
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Cap´ıtulo 4
Conclusa˜o e Perspectivas
Nesta dissertac¸a˜o foram estudados modelos que apresentam setor escalar e de gauge
estendidos em relac¸a˜o ao MP. Vimos no cap´ıtulo 2 que uma consequeˆncia natural de haver
mais escalares neutros na teoria e´ o aparecimento da FCNC, a qual exige a imposic¸a˜o de
simetrias extras, de modo a controlar convenientemente os acoplamentos de Yukawa. Dis-
cutimos como a simetria discreta Z2 pode ser empregada para este fim, e posteriormente
a substitu´ımos pela simetria local U(1)′.
Vimos que a adic¸a˜o desta simetria abeliana e´ tambe´m requerida por motivos com-
pletamente diferentes do problema da FCNC. A sua existeˆncia pode explicar os resultados
de alguns experimentos astrof´ısicos em desacordo com os modelos de raios co´smicos atu-
ais, desde que o seu bo´son de gauge Z ′ seja suficientemente leve. Como esta simetria
deve ser quebrada espontaneamente para que o Z ′ seja massivo, e´ enta˜o mandato´rio es-
tendermos o setor escalar do MP com novos escalares carregados por U(1)′. O candidato
natural e´ portanto o 2HDM, que neste contexto ja´ emergira´ automaticamente livre de seu
maior problema em potencial (FCNC) e, com uma atribuic¸a˜o de cargas adequada para os
fe´rmions, livre tambe´m de anomalias.
No caso dos fe´rmions serem todos neutros por U(1)′, o modelo resultante e´ o
D2HDM, cujas caracter´ısticas e aspectos fenomenolo´gicos foram revisados no cap´ıtulo
3. Vimos que no D2HDM, naturalmente sa˜o evitados va´rios v´ınculos que impo˜em que
o Z ′ seja muito pesado, permitindo que ele tenha massa da ordem de poucos GeV ou
menor. Verificamos que neste cena´rio, a caracter´ıstica mais interessante do modelo, do
ponto de vista fenomenolo´gico, e´ o fato do escalar mais leve h decair predominantemente
em Z ′ na maior parte do espac¸o de paraˆmetros, produzindo uma assinatura experimental
clara e possibilitando assim a sua detecc¸a˜o no LHC. Embora ate´ o momento na˜o se tenha
detectado sinais do Z ′ nos colisores, o D2HDM permanece ainda um modelo via´vel, embora
com o espac¸o de paraˆmetros consideravelmente vinculado. Os dados da rodada 2 do LHC
em
√
s = 13 TeV sera˜o importantes para vincular ainda mais o modelo, ou enta˜o revelar
a existeˆncia do dark Z.
Como perspectivas de continuidade deste trabalho, poder´ıamos relaxar as hipo´teses
simplificadoras que foram adotadas, permitindo a mistura dos dubletos escalares com os
singletos no potencial do D2HDM, e tambe´m, permitindo que o Higgs leve h possa ter uma
massa acima de 91 GeV, de modo que o canal de decaimento h→ ZZ ′ passe a ser ativo.
Relaxar essas condic¸o˜es torna a ana´lise mais complicada, mas por outro lado, obtemos
um modelo que tende a ser mais real´ıstico, com um mı´nimo de suposic¸o˜es adicionais.
Outra via de pesquisa seria considerar modelos espec´ıficos para o setor escondido
e propor candidatos a` ME, avaliando os v´ınculos impostos no modelo pelos dados cosmo-
lo´gicos da abundaˆncia rel´ıquia, e dos dados provenientes das buscas por detecc¸a˜o direta e
indireta de ME.
Por fim, uma u´ltima possibilidade surgida a` luz dos dados mais recentes do LHC
[84, 85], seria investigar se o modelo pode fornecer alguma explicac¸a˜o para o excesso de
3.6σ reportado pelo ATLAS e 2.6σ reportado pelo CMS em 750 GeV no canal difo´ton.
Em s´ıntese, podemos dizer que o modelo apresenta uma rica fenomenologia e apre-
senta ainda novos caminhos a serem explorados em estudos futuros.
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Apeˆndice A
Cancelamento das Anomalias
Anomalias sa˜o efeitos sutis que ocorrem em teorias de campos quaˆnticas que surgem
apo´s o procedimento de quantizac¸a˜o da sua correspondente teoria cla´ssica. Se esta teoria
cla´ssica possui originalmente uma simetria (e, consequ¨entemente uma corrente conservada,
pelo teorema de Noether), esta simetria pode na˜o se manter va´lida apo´s o processo de
quantizac¸a˜o. Nesse caso a simetria e´ dita ser anoˆmala.
Teorias que possuem acoplamentos quirais geralmente apresentam esse tipo de su-
tileza. Uma corrente axial que e´ conservada no n´ıvel das equac¸o˜es cla´ssicas de movimento
pode adquirir uma divergeˆncia na˜o nula por meio de correc¸o˜es quaˆnticas a n´ıvel de 1-loop
que acoplam esta corrente a um par de bo´sons de gauge. O diagrama de Feynman que
conte´m esta contribuic¸a˜o anoˆmala e´ um diagrama triangular com a corrente axial e dois
bo´sons de gauge nos ve´rtices, como mostrado na figura A.1. Pode-se mostrar que o termo
Figura A.1: Diagrama de Feynman do processo responsa´vel pelo aparecimento de anomalias quirais.
anoˆmalo do diagrama triangular e´ proporcional a
Aabc = Tr [{T aR, T bR}T cR]− Tr [{T aL, T bL}T cL] , (A.1)
onde T aR e T
a
L sa˜o os geradores do grupo nas representac¸o˜es de ma˜o direita e de ma˜o
esquerda dos campos de mate´ria e Tr indica o trac¸o ordina´rio das matrizes envolvidas e
tambe´m a soma sobre todos os fe´rmions que podem participar do loop.
Simetrias anoˆmalas tem implicac¸o˜es importantes, por exemplo, na compreensa˜o do
decaimento do p´ıon neutro [86, 87], onde uma anomalia viola a simetria quiral da interac¸a˜o
forte. O efeito dessa anomalia e´ mensura´vel, e provoca modificac¸o˜es bem definidas no
tempo de vida desses p´ıons. Nesse exemplo da interac¸a˜o forte, a simetria em questa˜o e´
uma simetria global.
Entretanto, quando a simetria anoˆmala e´ uma simetria de gauge, o efeito da ano-
malia e´ desastroso para a teoria, pois provoca a violac¸a˜o das identidades de Ward, as
quais sa˜o necessa´rias para o cancelamento de graus de liberdade na˜o f´ısicos da teoria e
para a garantia da unitariedade da matriz S. A u´nica maneira de evitar esses problemas
e´ exigir que Aabc = 0 como uma condic¸a˜o de consisteˆncia fundamental para teorias de
gauge quirais [88]. Se uma teoria de gauge satisfaz essa condic¸a˜o ela e´ dita ser livre de
anomalias.
E´ sabido que o MP e´ uma teoria livre de anomalias. Entretanto, se estendermos
o seu grupo de simetria, na˜o ha´ garantias que o novo modelo com o grupo estendido
continuara´ a ser livre de anomalias. Especificamente, ao adicionarmos um grupo de gauge
U(1) extra ao grupo do MP, podem surgir anomalias que ocorrem quando o novo bo´son
de gauge de U(1) se acopla a`s correntes quirais dos campos de mate´ria. O objetivo deste
apeˆndice e´ obter as condic¸o˜es para que o 2HDM com simetria U(1)′ seja livre de anomalias.
Consideraremos a seguir todas as poss´ıveis anomalias que possam aparecer nesse modelo,
relacionadas aos grupos SU(3)c, SU(2)L, U(1)Y e U(1)
′, e imporemos a condic¸a˜o Aabc = 0,
com Aabc dado na equac¸a˜o (A.1).
Comecemos com a anomalia [SU(3)c]
3 1 . Como a QCD e´ uma teoria vetorial (trata
os fe´rmions de ma˜o esquerda e de ma˜o direita da mesma forma), a anomalia [SU(3)c]
3 se
anula automaticamente, pois os geradores T aR e T
a
L sa˜o iguais. Ja´ a anomalia [SU(2)L]
3 se
anula devido a`s seguintes propriedades das matrizes de Pauli:
{
σa, σb
}
= 2δab e Tr [σa] =
0. Como T aL = σ
a/2 e T aR = 0, temos
Aabc = Tr
[{
σa
2
,
σb
2
}
σc
2
]
=
1
4
δabTr [σc] = 0. (A.2)
1Essa notac¸a˜o indica quais sa˜o os bo´sons de gauge que participam do diagrama de Feynman da figura
A.1. No caso [SU(3)c]
3
, por exemplo, os treˆs bo´sons de gauge sa˜o os glu´ons da interac¸a˜o forte. Ja´ no
caso SU(3)c [SU(2)L]
2
, teremos dois bo´sons da interac¸a˜o fraca e um glu´on, e assim por diante.
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As matrizes de Gell-Mann λa, geradores de SU(3)c, assim como as matrizes de
Pauli, tambe´m possuem trac¸o nulo Tr [λa] = 0. Como qualquer anomalia que contiver um
fator de SU(2)L ou SU(3)c sera´ proporcional a Tr [σ
a] ou Tr [λa], conclu´ımos que todas
as seguintes anomalias se anulam automaticamente: [SU(3)c]
2 SU(2)L; SU(3)c [SU(2)L]
2;
SU(3)c [U(1)Y ]
2; SU(3)c [U(1)
′]2; SU(2)L [U(1)Y ]
2; SU(3)cSU(2)LU(1)Y ; SU(3)cSU(2)LU(1)
′;
SU(3)cU(1)YU(1)
′; SU(2)LU(1)YU(1)′ e SU(2)L [U(1)′]
2.
As u´nicas anomalias na˜o-triviais que temos que considerar sa˜o as tratadas a seguir.
Comec¸ando com as anomalias correspondentes aos grupos do MP, usando os nu´meros
quaˆnticos da tabela 1.1, temos
[SU(2)L]
2 U(1)Y :
A = −Tr
[{
σa
2
,
σb
2
}
YL
]
∝ −
∑
YL = −
[
2 (−1) + 3.2
(
1
3
)]
= 0,
onde usamos a propriedade
{
σa, σb
}
= 2δab e somamos sobre todas as espe´cies de fe´rmions
(inclusive sobre as treˆs cores de quarks) em uma dada famı´lia. Da mesma forma,
[SU(3)c]
2 U(1)Y :
A = Tr
[{
λa
2
,
λb
2
}
YR
]
− Tr
[{
λa
2
,
λb
2
}
YL
]
A ∝
∑
quarks
YR −
∑
quarks
YL =
[
3
(
4
3
)
+ 3
(
−2
3
)]
−
[
3.2
(
1
3
)]
= 0,
onde usamos agora a propriedade Tr
[
λaλb
]
= 2δab. Por fim,
[U(1)Y ]
3 :
A = Tr [{YR, YR}YR]− Tr [{YL, YL}YL]
A ∝
∑
Y 3R−
∑
Y 3L =
[
(−2)3 + 3
(
4
3
)3
+ 3
(
−2
3
)3]
−
[
2 (−1)3 + 3.2
(
1
3
)3]
= 0.
Como essas anomalias ja´ esta˜o presentes mesmo no MP, ja´ sab´ıamos que elas deveriam
se anular. As anomalias que concernem ao novo grupo U(1)′ sa˜o as que realmente nos
interessam. Denotaremos as cargas U(1)′ genericamente por Y ′, onde Y ′ = l, q, e, u, d
representa as cargas dos fe´rmions de acordo com (2.37). Temos,
[SU(3)c]
2 U(1)′ :
A = Tr
[{
λa
2
,
λb
2
}
Y ′R
]
− Tr
[{
λa
2
,
λb
2
}
Y ′L
]
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A ∝
∑
quarks
Y ′R −
∑
quarks
Y ′L = [3u+ 3d]− [3.2q] = 0.
Logo,
u+ d− 2q = 0.
[SU(2)L]
2 U(1)′ :
A = −Tr
[{
σa
2
,
σb
2
}
Y ′L
]
∝ −
∑
YL = − [2l + 3.2q] = 0.
Logo,
l = −3q.
[U(1)Y ]
2 U(1)′ :
A = Tr [{YR, YR}Y ′R]− Tr [{YL, YL}Y ′L] ∝
∑
Y 2RY
′
R −
∑
Y 2LY
′
L
A ∝
[
(−2)2 e+ 3
(
4
3
)2
u+ 3
(
−2
3
)2
d
]
−
[
2 (−1)2 l + 3.2
(
1
3
)2
q
]
= 0.
Logo,
6e+ 8u+ 2d− 3l − q = 0.
U(1)Y [U(1)
′]2 :
A = Tr [{Y ′R, Y ′R}YR]− Tr [{Y ′L, Y ′L}YL] ∝
∑
YRY
′
R
2 −
∑
YLY
′
L
2
A ∝
[
(−2) e2 + 3
(
4
3
)
u2 + 3
(
−2
3
)
d2
]
−
[
2 (−1) l2 + 3.2
(
1
3
)
q2
]
= 0.
Logo,
−e2 + 2u2 − d2 + l2 − q2 = 0.
[U(1)′]3 :
A = Tr [{Y ′R, Y ′R}Y ′R]− Tr [{Y ′L, Y ′L}Y ′L] ∝
∑
Y ′R
3 −
∑
Y ′L
3
A ∝ [e3 + 3u3 + 3d3]− [2l3 + 3.2q3] = 0.
Logo,
e3 + 3u3 + 3d3 − 2l3 − 6q3 = 0.
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Podemos enta˜o coletar as equac¸o˜es obtidas acima,
u+ d− 2q = 0 (A.3)
l = −3q (A.4)
6e+ 8u+ 2d− 3l − q = 0 (A.5)
− e2 + 2u2 − d2 + l2 − q2 = 0. (A.6)
e3 + 3u3 + 3d3 − 2l3 − 6q3 = 0. (A.7)
Estas equac¸o˜es expressam as condic¸o˜es de consisteˆncia sobre as cargas dos fe´rmions por
U(1)′, tendo elas que serem todas satisfeitas para que o modelo seja livre de anoma-
lias. Estas condic¸o˜es juntam-se com aquelas impostas pela invariaˆncia do acoplamento
de Yukawa (tratadas na sec¸a˜o 2.3), as quais ira˜o depender do tipo espec´ıfico de 2HDM
considerado. Em geral, e´ necessa´rio adicionar novos fe´rmions ao modelo com as cargas
ajustadas convenientemente para que todas essas condic¸o˜es possam ser satisfeitas. En-
tretanto, ha´ casos especiais em que e´ poss´ıvel conseguir isso sem estender o conteu´do de
mate´ria, como acontece no 2HDM tipo I, no qual estamos interessados.
Juntando a equac¸a˜o (A.4) com as equac¸o˜es (2.39), podemos escolher u e d como
varia´veis independentes e escrever todas as outras varia´veis em func¸a˜o destas,
q =
(u+ d)
2
l =
−3 (u+ d)
2
e = − (2u+ d)
h2 =
(u− d)
2
.
(A.8)
Vemos que essa escolha das cargas leva ao cancelamento das anomalias substituindo as
expresso˜es de e, l e q em cada uma das equac¸o˜es (A.3)-(A.6) (exceto na equac¸a˜o (A.4),
pois ja´ assumimos que ela era verdadeira para chegarmos em (A.8) e na equac¸a˜o (A.7), a
qual trataremos por u´ltimo). Para as equac¸o˜es (A.3)-(A.6) das anomalias que envolvem
U(1)′ , temos
[SU(3)c]
2 U(1)′ :
u+ d− 2q = u+ d− 2(u+ d)
2
= u+ d− u− d
= 0.
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[U(1)Y ]
2 U(1)′ :
6e+ 8u+ 2d− 3l − q = 6 [− (2u+ d)] + 8u+ 2d− 3
[−3 (u+ d)
2
]
− (u+ d)
2
= (−12 + 8 + 4)u+ (−6 + 2 + 4) d
= 0.
U(1)Y [U(1)
′]2 :
−e2 + 2u2 − d2 + l2 − q2 = − [− (2u+ d)]2 + 2u2 − d2 +
[−3 (u+ d)
2
]2
−
−
[
(u+ d)
2
]2
= − (4u2 + d2 + 4ud)+ 2u2 − d2 + 2 (u2 + d2 + 2ud)
= (−4 + 2 + 2)u2 + (−1− 1 + 2) d2 + (−4 + 4)ud
= 0.
Finalmente, para a equac¸a˜o (A.7) da anomalia [U(1)′]3, temos
e3 + 3u3 + 3d3 − 2l3 − 6q3 = [− (2u+ d)]3 + 3u3 + 3d3 − 2
[−3 (u+ d)
2
]3
−
− 6
[
(u+ d)
2
]3
= − (2u+ d)3 + 3u3 + 3d3 + 6 (u+ d)3
= u3 + 8d3 + 6u2d+ 12ud2
= (u+ 2d)3 .
Vemos enta˜o que esta anomalia na˜o se anula, a menos que tenhamos u = −2d. Se
quisermos manter u e d arbitra´rios, teremos enta˜o que adicionar novos fe´rmions com
cargas tais que anulem a contribuic¸a˜o da anomalia [U(1)′]3. Uma maneira interessante de
fazer isso seria adicionar um neutrino de ma˜o direita para cada gerac¸a˜o, de carga n dada
por
n = − (u+ 2d) . (A.9)
Fazendo isso, a anomalia [U(1)′]3 e´ cancelada, pois a equac¸a˜o (A.7) se torna
n3 + e3 + 3u3 + 3d3 − 2l3 − 6q3 = − (u+ 2d)3 + (u+ 2d)3 = 0.
A introduc¸a˜o desses neutrinos poderia em princ´ıpio alterar as anomalias anteriores que
ja´ foram devidamente canceladas. Entretanto, como os neutrinos de ma˜o direita sa˜o
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singletos pelo grupo de simetria do MP, manifestando-se apenas por meio da sua carga
por U(1)′, obviamente eles na˜o contribuem para [SU(3)c]
2 U(1)′ e [SU(2)L]
2 U(1)′. Ja´ para
as anomalias [U(1)Y ]
2 U(1)′ e U(1)Y [U(1)′]
2, nas quais a carga Y ′R aparece explicitamente,
ela sempre vem multiplicada pela hipercarga fraca YR (que e´ zero para os neutrinos), o
que anula o seu efeito. Desse modo, o cancelamento de nenhuma destas anomalias sofre
qualquer modificac¸a˜o com a presenc¸a dos neutrinos de ma˜o direita.
Uma u´ltima condic¸a˜o que deve ser atendida e´ a invariaˆncia do acoplamento de
Yukawa, que para um neutrino de ma˜o direita, toma a forma
LYνR = −y2eL¯LΦ˜2nR + h.c. (A.10)
o que implica na seguinte restric¸a˜o,
− l − h2 + n = 0. (A.11)
Substituindo os valores de l, h2 e n dados em (A.8) e (A.9), temos
−l − h2 + n = −
[−3 (u+ d)
2
]
−
[
(u− d)
2
]
− (u+ 2d)
=
(
3
2
− 1
2
− 1
)
u+
(
3
2
+
1
2
− 2
)
d
= 0.
(A.12)
Vemos enta˜o que neutrinos de ma˜o direita podem ser inclu´ıdos consistentemente no con-
teu´do de mate´ria do 2HDM tipo I, o que pode ser bastante vantajoso, pois isso permite
construirmos termos de massa para os neutrinos. Enfatizamos pore´m que fazer u = −2d
ja´ e´ suficiente para cancelar todas as anomalias, sem a necessidade de adicionar nada mais
ao modelo.
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Apeˆndice B
Ca´lculo das Correntes com Dark Z
Este apeˆndice e´ dedicado a` explanac¸a˜o de alguns passos intermedia´rios no ca´lculo
das correntes neutra e eletromagne´tica realizados na sec¸a˜o 3.1.4, os quais envolvem longas
manipulac¸o˜es alge´bricas, as quais apresentamos com maiores detalhes a seguir.
A partir das equac¸o˜es (3.44) e (3.45) podemos escrever a lagrangiana como,
Lfermion = Ψ¯LiγµDLµΨL + Ψ¯RiγµDRµΨR
Lfermion = −eQf ψ¯Lf γµψLfAµ − eQf ψ¯Rf γµψRf Aµ−
−
[
gZ
(
TL3f −Qf sin2 θW
)
cos ξ − 1
2
(
gZQ
L
Y f tan θW
)
sin ξ
]
ψ¯Lf γ
µψLf Zµ−
−
[
−gZQf sin2 θW cos ξ − 1
2
(
gZQ
R
Y f tan θW
)
sin ξ
]
ψ¯Rf γ
µψRf Zµ−
−
[
gZ
(
TL3f −Qf sin2 θW
)
sin ξ +
1
2
(
gZQ
L
Y f tan θW
)
cos ξ
]
ψ¯Lf γ
µψLf Z
′
µ−
−
[
−gZQf sin2 θW sin ξ + 1
2
(
gZQ
R
Y f tan θW
)
cos ξ
]
ψ¯Rf γ
µψRf Z
′
µ.
Usando o fato de que ψ¯Lf γ
µψLf + ψ¯
R
f γ
µψRf = ψ¯fγ
µψf e fazendo T
L
3f = T3f ,
Lfermion = −eQf ψ¯fγµψfAµ−
−
[
gZ
(
T3f −Qf sin2 θW
)
cos ξ − 1
2
gZQ
L
Y f tan θW sin ξ
]
ψ¯Lf γ
µψLf Zµ−
−
[
−gZQf sin2 θW cos ξ − 1
2
gZQ
R
Y f tan θW sin ξ
]
ψ¯Rf γ
µψRf Zµ−
−
[
gZ
(
T3f −Qf sin2 θW
)
sin ξ +
1
2
gZQ
L
Y f tan θW cos ξ
]
ψ¯Lf γ
µψLf Z
′
µ−
−
[
−gZQf sin2 θW sin ξ + 1
2
gZQ
R
Y f tan θW cos ξ
]
ψ¯Rf γ
µψRf Z
′
µ.
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Vamos escrever Lfermion = LA + LZ + LZ′ e simplificar os termos LZ e LZ′ em separado.
Tomando primeiramente LZ , escrevendo os campos sem helicidade e simplificando, temos
LZ = −
[
gZ
(
T3f −Qf sin2 θW
)
cos ξ − 1
2
gZQ
L
Y f tan θW sin ξ
]
ψ¯fγ
µ1
2
(1− γ5)ψfZµ−
−
[
−gZQf sin2 θW cos ξ − 1
2
gZQ
R
Y f tan θW sin ξ
]
ψ¯fγ
µ1
2
(1 + γ5)ψfZµ
LZ = −
[
gZ
(
T3f −Qf sin2 θW
)
cos ξ − 1
2
gZQ
L
Y f tan θW sin ξ
]
1
2
ψ¯fγ
µψfZµ−
−
[
−gZQf sin2 θW cos ξ − 1
2
gZQ
R
Y f tan θW sin ξ
]
1
2
ψ¯fγ
µψfZµ+
+
[
gZ
(
T3f −Qf sin2 θW
)
cos ξ − 1
2
gZQ
L
Y f tan θW sin ξ
]
1
2
ψ¯fγ
µγ5ψfZµ−
−
[
−gZQf sin2 θW cos ξ − 1
2
gZQ
R
Y f tan θW sin ξ
]
1
2
ψ¯fγ
µγ5ψfZµ
LZ = −1
2
gZT3f cos ξψ¯fγ
µψfZµ +
1
2
gZQf sin
2 θW cos ξψ¯fγ
µψfZµ+
+
1
2
gZQf tan θW sin ξψ¯fγ
µψfZµ − 1
2
gZT3f tan θW sin ξψ¯fγ
µψfZµ+
+
1
2
gZQf sin
2 θW cos ξψ¯fγ
µψfZµ +
1
2
gZQf tan θW sin ξψ¯fγ
µψfZµ+
+
1
2
gZT3f cos ξψ¯fγ
µγ5ψfZµ − 1
2
gZQf sin
2 θW cos ξψ¯fγ
µγ5ψfZµ−
− 1
2
gZQf tan θW sin ξψ¯fγ
µγ5ψfZµ +
1
2
gZT3f tan θW sin ξψ¯fγ
µγ5ψfZµ+
+
1
2
gZQf sin
2 θW cos ξψ¯fγ
µγ5ψfZµ +
1
2
gZQf tan θW sin ξψ¯fγ
µγ5ψfZµ
LZ = −1
2
gZT3f cos ξψ¯fγ
µψfZµ + gZQf sin
2 θW cos ξψ¯fγ
µψfZµ+
+ gZQf tan θW sin ξψ¯fγ
µψfZµ − 1
2
gZT3f tan θW sin ξψ¯fγ
µψfZµ+
+
1
2
gZT3f cos ξψ¯fγ
µγ5ψfZµ +
1
2
gZT3f tan θW sin ξψ¯fγ
µγ5ψfZµ
LZ = −gZ
(
T3f
2
−Qf sin2 θW
)
cos ξψ¯fγ
µψfZµ +
1
2
gZT3f cos ξψ¯fγ
µγ5ψfZµ−
− gZ tan θW
(
T3f
2
−Qf
)
sin ξψ¯fγ
µψfZµ +
1
2
gZT3f tan θW sin ξψ¯fγ
µγ5ψfZµ
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LZ = −gZ cos ξ
[(
T3f
2
−Qf sin2 θW
)
ψ¯fγ
µψf − T3f
2
ψ¯fγ
µγ5ψf
]
Zµ−
− gZ tan θW sin ξ
[(
T3f
2
−Qf
)
ψ¯fγ
µψf − T3f
2
ψ¯fγ
µγ5ψf
]
Zµ.
(B.1)
Simplificando agora LZ′ ,
LZ′ = −
[
gZ
(
T3f −Qf sin2 θW
)
sin ξ +
1
2
gZQ
L
Y f tan θW cos ξ
]
ψ¯fγ
µ1
2
(1− γ5)ψfZ ′µ−
−
[
−gZQf sin2 θW sin ξ + 1
2
gZQ
R
Y f tan θW cos ξ
]
ψ¯fγ
µ1
2
(1 + γ5)ψfZ
′
µ
LZ′ = −
[
gZ
(
T3f −Qf sin2 θW
)
sin ξ +
1
2
gZQ
L
Y f tan θW cos ξ
]
1
2
ψ¯fγ
µψfZ
′
µ−
−
[
−gZQf sin2 θW sin ξ + 1
2
gZQ
R
Y f tan θW cos ξ
]
1
2
ψ¯fγ
µψfZ
′
µ+
+
[
gZ
(
T3f −Qf sin2 θW
)
sin ξ +
1
2
gZQ
L
Y f tan θW cos ξ
]
1
2
ψ¯fγ
µγ5ψfZ
′
µ−
−
[
−gZQf sin2 θW sin ξ + 1
2
gZQ
R
Y f tan θW cos ξ
]
1
2
ψ¯fγ
µγ5ψfZ
′
µ
LZ′ = −1
2
gZT3f sin ξψ¯fγ
µψfZ
′
µ +
1
2
gZQf sin
2 θW sin ξψ¯fγ
µψfZ
′
µ−
− 1
2
gZQf tan θW cos ξψ¯fγ
µψfZ
′
µ +
1
2
gZT3f tan θW cos ξψ¯fγ
µψfZ
′
µ+
+
1
2
gZQf sin
2 θW sin ξψ¯fγ
µψfZ
′
µ −
1
2
gZQf tan θW cos ξψ¯fγ
µψfZ
′
µ+
+
1
2
gZT3f sin ξψ¯fγ
µγ5ψfZ
′
µ −
1
2
gZQf sin
2 θW sin ξψ¯fγ
µγ5ψfZ
′
µ+
+
1
2
gZQf tan θW cos ξψ¯fγ
µγ5ψfZ
′
µ −
1
2
gZT3f tan θW cos ξψ¯fγ
µγ5ψfZ
′
µ+
+
1
2
gZQf sin
2 θW sin ξψ¯fγ
µγ5ψfZ
′
µ −
1
2
gZQf tan θW cos ξψ¯fγ
µγ5ψfZ
′
µ
LZ′ = −1
2
gZT3f sin ξψ¯fγ
µψfZ
′
µ + gZQf sin
2 θW sin ξψ¯fγ
µψfZ
′
µ−
− gZQf tan θW cos ξψ¯fγµψfZ ′µ +
1
2
gZT3f tan θW cos ξψ¯fγ
µψfZ
′
µ−
+
1
2
gZT3f sin ξψ¯fγ
µγ5ψfZ
′
µ −
1
2
gZT3f tan θW cos ξψ¯fγ
µγ5ψfZ
′
µ
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LZ′ = −gZ
(
T3f
2
−Qf sin2 θW
)
sin ξψ¯fγ
µψfZ
′
µ +
1
2
gZT3f sin ξψ¯fγ
µγ5ψfZ
′
µ+
+ gZ tan θW cos ξ
(
T3f
2
−Qf
)
ψ¯fγ
µψfZ
′
µ −
1
2
gZT3f tan θW cos ξψ¯fγ
µγ5ψfZ
′
µ
LZ′ = −gZ sin ξ
[(
T3f
2
−Qf sin2 θW
)
ψ¯fγ
µψf − T3f
2
ψ¯fγ
µγ5ψf
]
Z ′µ+
+ gZ tan θW cos ξ
[(
T3f
2
−Qf
)
ψ¯fγ
µψf − 1
2
T3f ψ¯fγ
µγ5ψf
]
Z ′µ (B.2)
Juntando as equac¸o˜es (B.1) e (B.2), podemos escrever
Lfe´rmion = −eQf ψ¯fγµψfAµ − gZ cos ξ
[(
T3f
2
−Qf sin2 θW
)
ψ¯fγ
µψf − T3f
2
ψ¯fγ
µγ5ψf
]
Zµ−
− gZ tan θW sin ξ
[(
T3f
2
−Qf
)
ψ¯fγ
µψf − T3f
2
ψ¯fγ
µγ5ψf
]
Zµ−
− gZ sin ξ
[(
T3f
2
−Qf sin2 θW
)
ψ¯fγ
µψf − T3f
2
ψ¯fγ
µγ5ψf
]
Z ′µ+
+ gZ tan θW cos ξ
[(
T3f
2
−Qf
)
ψ¯fγ
µψf − 1
2
T3f ψ¯fγ
µγ5ψf
]
Z ′µ,
que e´ a equac¸a˜o (3.46) do texto. Substituindo agora os valores aproximados de sin ξ e
cos ξ, dados nas equac¸o˜es (3.48) e (3.47), temos
LZ = −gZ
[(
T3f
2
−Qf sin2 θW
)
ψ¯fγ
µψf − T3f
2
ψ¯fγ
µγ5ψf
]
Zµ−
− gZ tan θW (Z +  tan θW )
[(
T3f
2
−Qf
)
ψ¯fγ
µψf − T3f
2
ψ¯fγ
µγ5ψf
]
Zµ
LZ = −gZ
[(
T3f
2
−Qf sin2 θW
)
ψ¯fγ
µψf − T3f
2
ψ¯fγ
µγ5ψf
]
Zµ−
− gZ
(
Z tan θW + 
2 tan2 θW
) [(T3f
2
−Qf
)
ψ¯fγ
µψf − T3f
2
ψ¯fγ
µγ5ψf
]
Zµ
Mantendo apenas termos de primeira ordem em  e Z ,
LZ = −gZ
[(
T3f
2
−Qf sin2 θW
)
ψ¯fγ
µψf − T3f
2
ψ¯fγ
µγ5ψf
]
Zµ−
− gZ
(
Z tan θW + 
2 tan2 θW
) [(T3f
2
−Qf
)
ψ¯fγ
µψf − T3f
2
ψ¯fγ
µγ5ψf
]
Zµ
LZ = −gZJµNCZµ (B.3)
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Do mesmo modo para LZ′ ,
LZ′ = −1
2
gZT3f (Z +  tan θW ) ψ¯fγ
µψfZ
′
µ + gZQf sin
2 θW (Z +  tan θW ) ψ¯fγ
µψfZ
′
µ−
− gZQf tan θW ψ¯fγµψfZ ′µ +
1
2
gZT3f tan θW ψ¯fγ
µψfZ
′
µ−
+
1
2
gZT3f (Z +  tan θW ) ψ¯fγ
µγ5ψfZ
′
µ −
1
2
gZT3f tan θW ψ¯fγ
µγ5ψfZ
′
µ
LZ′ = −1
2
gZT3fZψ¯fγ
µψfZ
′
µ −
1
2
gZT3f tan θW ψ¯fγ
µψfZ
′
µ + gZQf sin
2 θW Zψ¯fγ
µψfZ
′
µ+
+ gZQf sin
2 θW  tan θW ψ¯fγ
µψfZ
′
µ − gZQf tan θW ψ¯fγµψfZ ′µ +
1
2
gZT3f tan θW ψ¯fγ
µψfZ
′
µ+
+
1
2
gZT3fZψ¯fγ
µγ5ψfZ
′
µ +
1
2
gZT3f tan θW ψ¯fγ
µγ5ψfZ
′
µ −
1
2
gZT3f tan θW ψ¯fγ
µγ5ψfZ
′
µ
LZ′ = −ZgZ T3f
2
ψ¯fγ
µψfZ
′
µ + ZgZQf sin
2 θW ψ¯fγ
µψfZ
′
µ + gZQf sin
2 θW tan θW ψ¯fγ
µψfZ
′
µ−
− gZQf tan θW ψ¯fγµψfZ ′µ + ZgZ
T3f
2
ψ¯fγ
µγ5ψfZ
′
µ
LZ′ = gZQf tan θW
(
sin2 θW − 1
)
ψ¯fγ
µψfZ
′
µ−
− ZgZ
[(
T3f
2
−Qf sin2 θW
)
ψ¯fγ
µψf − T3f
2
ψ¯fγ
µγ5ψf
]
Z ′µ
LZ′ = − g
cos θW
Qf
sin θW
cos θW
cos2 θW ψ¯fγ
µψfZ
′
µ−
− ZgZ
[(
T3f
2
−Qf sin2 θW
)
ψ¯fγ
µψf − T3f
2
ψ¯fγ
µγ5ψf
]
Z ′µ
LZ′ = −g sin θWQf ψ¯fγµψfZ ′µ − ZgZ
[(
T3f
2
−Qf sin2 θW
)
ψ¯fγ
µψf − T3f
2
ψ¯fγ
µγ5ψf
]
Z ′µ
LZ′ = −eQf ψ¯fγµψfZ ′µ − ZgZ
[(
T3f
2
−Qf sin2 θW
)
ψ¯fγ
µψf − T3f
2
ψ¯fγ
µγ5ψf
]
Z ′µ
onde usamos gZ = g/ cos θW e g sin θW = e. Enta˜o,
LZ′ = −eJµemZ ′µ − ZgZJµNCZ ′µ (B.4)
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Voltando a` lagrangiana Lfe´rmion, substituindo as equac¸o˜es (B.3) e (B.4), obtemos
finalmente a equac¸a˜o (3.49) do texto,
Lfe´rmion = LA + LZ + LZ′
Lfe´rmion = −eJµemAµ − gZJµNCZµ − (eJµem + ZgZJµNC)Z ′µ.
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Apeˆndice C
Larguras de Decaimento
Neste apeˆndice demonstramos as equac¸o˜es (3.51) e (3.53) das larguras de decai-
mento de h→ Z ′Z ′ e h→ b¯b.
C.1 Largura de Decaimento de h→ Z ′Z ′
Na ref. [62] e´ mostrado que o acoplamento ChZ′Z′ de hZ ′Z ′ da figura C.1, para
ξ  1, e´ dado por
ChZ′Z′ ' 2vg2X cos β sin β
(
cos3 β cosα− sin3 β sinα)
Figura C.1: Diagrama de Feynman do decaimento do Higgs leve em Z ′Z ′.
Ele pode ser escrito em termos mZ , mZ′ e δ como,
ChZ′Z′ '
(
gZ
mZ
)
m2Z′ (δ tan β)
2
(
cos3 β cosα− sin3 β sinα
cos β sin β
)
, (C.1)
onde,
δ =
cos β cos βd√
1− cos2 β cos2 βd
, (C.2)
com cos βd = v1/ (v
2
1 + v
2
S)
1
2 .
A amplitude invariante M para este decaimento e´ dada por,
M = ChZ′Z′(s2)µ (s3)µ,
de modo que,
|M|2 = C2hZ′Z′(s2)µ (s3)µ
[
(s2)ν 
(s3)ν
]∗
|M|2 = C2hZ′Z′gµαgνβ(s2)µ (s2)∗ν (s3)α (s3)∗β .
Somando sobre os spins, obtemos 〈|M|2〉,
〈|M|2〉 = C2hZ′Z′gµαgνβ
(∑
s2
(s2)µ 
(s2)∗
ν
)(∑
s3
(s3)α 
(s3)∗
β
)
.
Usando a relac¸a˜o de completeza,∑
s
(s)µ 
(s)∗
ν = −gµν +
pµpν
m2Z′
,
temos,
〈|M|2〉 = C2hZ′Z′gµαgνβ
(
−gµν + p2µp2ν
m2Z′
)(
−gαβ + p3αp3β
m2Z′
)
〈|M|2〉 = C2hZ′Z′
[
2 +
(p2 · p3)2
m4Z′
]
. (C.3)
Substituindo a expressa˜o de ChZ′Z′ dada em (C.1),
〈|M|2〉 =
(
gZ
mZ
)2
m4Z′ (δ tan β)
4
(
cos3 β cosα− sin3 β sinα
cos β sin β
)2 [
2 +
(p2 · p3)2
m4Z′
]
〈|M|2〉 =
(
gZ
mZ
)2
(δ tan β)4
(
cos3 β cosα− sin3 β sinα
cos β sin β
)2 [
2m4Z′ + (p2 · p3)2
]
.
Para um Z ′ suficientemente leve,
〈|M|2〉 '
(
gZ
mZ
)2
(δ tan β)4
(
cos3 β cosα− sin3 β sinα
cos β sin β
)2
(p2 · p3)2 ,
No referencial de repouso do h, temos
Γ (h→ Z ′Z ′) = |pZ′ |
16pim2h
〈|M|2〉,
com,
|pZ′ | '
mh
2
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(p2 · p3)2 ' m
4
h
4
.
Assim,
Γ (h→ Z ′Z ′) = mh
32pim2h
(
gZ
mZ
)2
(δ tan β)4
(
cos3 β cosα− sin3 β sinα
cos β sin β
)2(
m4h
4
)
Γ (h→ Z ′Z ′) = g
2
Z
128pi
m3h
m2Z
(δ tan β)4
(
cos3 β cosα− sin3 β sinα
cos β sin β
)2
.
C.2 Largura de Decaimento de h→ b¯b
Para o acoplamento Chbb da figura C.2, tem-se [62],
Chbb = mb
v
(
cosα
sin β
)
. (C.4)
Figura C.2: Diagrama de Feynman do decaimento do Higgs leve em fe´rmions.
A amplitude invariante M e´ dada por,
M = mb
v
(
cosα
sin β
)
u¯s2 (p2) vs3 (p3) .
Assim,
|M|2 = m
2
b
v2
(
cosα
sin β
)2
[u¯s2 (p2) vs3 (p3)] [u¯s2 (p2) vs3 (p3)]
∗ .
Somando sobre os spins das part´ıculas emergentes obtemos 〈|M|2〉,
〈|M|2〉 = m
2
b
v2
(
cosα
sin β
)2 ∑
s2,s3
[u¯s2 (p2) vs3 (p3)] [u¯s2 (p2) vs3 (p3)]
∗
〈|M|2〉 = m
2
b
v2
(
cosα
sin β
)2
Tr [(γµp3µ −mb) (γµp2µ −mb)]
73
〈|M|2〉 ' 4m
2
b
v2
(
cosα
sin β
)2
(p2 · p3) ,
onde foram desprezados termos com mb. No referencial de repouso do h, temos
Γ
(
h→ bb¯) = Nc |pb|
8pim2h
〈|M|2〉,
Γ
(
h→ bb¯) ' 3
16pimh
〈|M|2〉,
e ainda,
〈|M|2〉 ' 2m
2
bm
2
h
v2
(
cosα
sin β
)2
.
Assim,
Γ
(
h→ bb¯) ' 3m2bmh
8piv2
(
cosα
sin β
)2
.
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